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1.1 Plasma et rayonnement
Les atomes et les mole´cules sont compose´s de noyaux et d’e´lectrons. Les e´lectrons portent une
charge ne´gative (−1.6.10−19C). Les ions, qui sont obtenus en retirant des e´lectrons aux atomes
ou aux mole´cules, portent des charges positives. Un syste`me contenant un grand nombre de telles
particules charge´es (e´lectrons et ions) constitue un plasma. Presque toute la matie`re de l’Univers
est compose´e de plasma [83]. Le milieu interstellaire est un plasma de basse tempe´rature et de
basse densite´, alors que l’inte´rieur des e´toiles est compose´ de plasmas extreˆmement chauds et
denses. Des plasmas dans des conditions diffe´rentes peuvent exister a` l’inte´rieur d’une meˆme
e´toile. Le centre du soleil, par exemple, est a` une tempe´rature de 107K, alors que sa surface
est a` 6000K. La Terre, qui est solide et son atmosphe`re qui, l’ionosphe`re mise a` part, n’est pas
ionise´e, font exception en ce sens qu’elles ne sont pas compose´es de plasmas.
Les plasmas peuvent eˆtre produits de manie`re artificielle en laboratoire a` l’aide d’une de´charge
e´lectrique. Lorsqu’un fort champ e´lectrique est applique´ a` un gaz ordinaire, les particules charge´es
qui le composent sont acce´le´re´es. Les particules charge´es acce´le´re´es de haute e´nergie entrent en
collision avec des atomes ou des mole´cules et ainsi ionisent ces particules neutres en leur retirant
des e´lectrons. Les processus d’ionisation se produisent comme une avalanche.
Les lasers peuvent eˆtre utilise´s pour produire des plasmas. Le faisceau laser est alors concentre´
sur un mate´riau cible. Ces plasmas ont e´te´ utilise´s a` partir des anne´es soixante pour obtenir des
donne´es de physique atomique. Par exemple, les spectres de rayons X obtenus a` partir de plasmas
produits par laser ont permis d’identifier des transitions du fer hautement ionise´ observe´es
dans les spectres solaires fournis par des satellites. Bien que de telles expe´riences permettent
d’identifier quels ions de quels e´le´ments sont pre´sents dans les plasmas astrophysiques, elles
ne peuvent fournir que des informations limite´es a` propos des conditions du plasma, de l’effet
du plasma sur les ions (tre`s prononce´ dans les plasmas denses), et du flux de rayonnement a`
travers le plasma. Tous ces facteurs sont cruciaux pour une bonne compre´hension des objets
astrophysiques comme le Soleil, les e´toiles du type Naines Blanches et les sources cosmiques de
rayonnement X par exemple. Avec les progre`s effectue´s dans le domaine des lasers, il est possible
de produire des plasmas de plus en plus chauds et de plus en plus denses.
Les plasmas sont donc d’une grande importance pour l’astrophysique comme pour la cre´ation
de sources X. Ils sont e´galement d’un grand inte´reˆt pour les the´oriciens car ils sont un exemple
de syste`me coulombien fortement couple´.
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Il faut mentionner qu’il est possible de produire des plasmas sans de´charge e´lectrique. Un
plasma peut eˆtre obtenu en augmentant la tempe´rature d’un gaz neutre. Dans ces circons-
tances, l’e´nergie thermique des particules est utilise´e pour provoquer l’ionisation. Etant donne´
que l’e´nergie de liaison d’un e´lectron est de l’ordre de l’e´lectron-volt, la tempe´rature correspon-
dante doit de´passer 104 ou 105K [49].
1.2 La fusion
Le terme ”plasma” est souvent associe´ a` la recherche sur la fusion thermonucle´aire controˆle´e.
Il s’agit de de´velopper une source d’e´nergie en exploitant l’e´nergie de´gage´e lors d’une re´action de
fusion de noyaux le´gers d’isotopes de l’hydroge`ne comme le deuterium et le tritium. La re´action
de fusion D-T (deuterium-tritium) s’e´crit :
D + T → He4 + n (1.1)
Cette re´action, contrairement aux re´actions de fission, ne produit pas directement de de´chets
radioactifs a` longue dure´e de vie, bien que les neutrons puissent eux-meˆmes provoquer des
re´actions nucle´aires. D’autre part, le deuterium peut eˆtre extrait des oce´ans. Afin de re´aliser
des re´actions de fusion, un certain nombre de conditions doivent eˆtre remplies. Etant donne´ que
les noyaux atomiques sont charge´s positivement, il faut compenser le potentiel e´lectrostatique
re´pulsif qui s’exerce entre eux pour que ceux-ci fusionnent. Pour cela, les noyaux doivent subir
des collisions vigoureuses. Ainsi, Lawson [63] a e´tabli un crite`re pour estimer rapidement les
conditions a` remplir pour qu’un plasma permette l’e´tablissement de re´actions de fusion de gain
supe´rieur a` 1, c’est-a`-dire pour que les pertes (par rayonnement de freinage par exemple) soient
plus que compense´es par les re´actions de fusion. Ce crite`re s’e´crit :
ρpτ > 10
14 particules.cm−3.s (1.2)
ρp est la densite´ de particules du plasma et τ la dure´e pendant laquelle les re´actions ther-
monucle´aires ont lieu. Pour re´aliser la fusion avec un gain supe´rieur a` 1 il est donc ne´cessaire
d’avoir soit un τ important, soit une densite´ ρp importante.
1.2.1 La fusion par confinement magne´tique
Dans le premier cas (τ grand), le plasma est pie´ge´ dans un champ magne´tique, ce qui empeˆche
son contact avec les parois. Le chauffage du milieu fusible est assure´ par des radio-fre´quences et
l’injection de particules neutres. Les difficulte´s de cette approche sont d’une part le controˆle de
la stabilite´ du plasma pendant un temps suffisamment long, et d’autre part le chauffage. C’est
ce que l’on appelle la fusion par confinement magne´tique (FCM).
1.2.2 La fusion par confinement inertiel
Dans le second cas (ρp grand), le mate´riau fusible est enferme´ dans un micro-ballon (de
quelques centaines de microns de diame`tre dans les expe´riences actuelles). Des faisceaux la-
sers servent a` comprimer la cible pour obtenir la densite´ et la tempe´rature ne´cessaires au
de´clenchement des re´actions thermonucle´aires. L’e´nergie est de´pose´e sous forme de chaleur dans
la partie la moins dense (exte´rieure) de la cible, apre`s quoi elle est transporte´e par conduction
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thermique vers la partie solide provoquant l’ablation ne´cessaire a` l’implosion. Les proble`mes
physiques souleve´s par la fusion par confinement inertiel (FCI) dans ce cas sont : premie`rement
le couplage entre la cible et le faisceau laser afin de maximiser le rendement e´nerge´tique, et
deuxie`mement la re´duction du pre´chauffage du mate´riau fusible nuisible a` une bonne compres-
sion.
1.3 Lien avec ce travail et difficulte´s the´oriques
Les e´tudes the´oriques de la structure e´lectronique et des proprie´te´s dynamiques, surtout
des proprie´te´s radiatives, de syste`mes de´sordonne´s contenant des ions et des e´lectrons lie´s ou
libres sont importantes pour plusieurs raisons. Tout d’abord, ces travaux sont essentiels pour
l’e´tude du transfert radiatif et de l’e´quation d’e´tat des plasmas. D’autre part, le besoin en
donne´es atomiques structurelles est e´vident a` la fois pour la simulation des expe´riences effectue´es
aupre`s des lasers et pour les diagnostics spectroscopiques de ces expe´riences. Ces donne´es sont
e´galement inte´ressantes pour l’astrophysique et pour la fusion par confinement inertiel. A ce
niveau, l’approche traditionnelle que l’on trouve dans la litte´rature se limite souvent a` une
physique atomique ”traditionnelle” de type atome ”isole´” ou faiblement perturbe´. Cette physique
reste souvent pertinente pour les plasmas (meˆme dans des plasmas relativement denses) car
beaucoup de transitions impliquent des e´lectrons tre`s lie´s pour lesquels le champ du noyau est
tre`s largement dominant par rapport a` des champs associe´s a` l’environnement plasma.
Inde´pendamment de la ge´ne´ration de ces donne´es, ces e´tudes pre´sentent e´galement un inte´reˆt
fondamental lie´ au fait qu’il s’agit d’atomes en situations extreˆmes. Ces situations extreˆmes se
manifestent par la pre´sence d’ions fortement multicharge´s dans des milieux proches de l’e´quilibre
thermodynamique, par les effets de densite´ sur la structure atomique et par de fortes interactions
entre les e´lectrons lie´s et les e´lectrons libres. La difficulte´ the´orique majeure vient du fait que
l’on ne dispose pas de me´thodes rigoureuses permettant de traiter, dans le cadre d’un meˆme
formalisme, la physique atomique et la physique des plasmas. Ce travail de the`se est une e´tude
the´orique de la physique atomique des ions dans les plasmas denses en pre´sence de l’e´crantage. La
compre´hension the´orique des effets pre´cite´s ne´cessite en principe un appel a` des me´thodes fonda-
mentales comme la me´canique quantique des syste`mes a` plusieurs corps, la physique statistique,
etc. Des approches ab initio se heurtent ne´anmoins a` des difficulte´s techniques et conceptuelles
importantes. Pour cette raison, nous serons amene´s de`s le de´but a` introduire un certain nombre
d’approximations. Du point de vue de la terminologie existant dans la litte´rature, notre approche
se situe dans la cate´gorie des approches ”chimiques”.
1.4 Motivations et objectifs de cette the`se
Il est essentiel, pour de´crire correctement les plasmas denses et plus particulie`rement leur
capacite´ a` absorber le rayonnement e´lectromagne´tique, de caracte´riser de la manie`re la plus
re´aliste les diffe´rentes espe`ces ioniques pre´sentes dans ces plasmas. La thermodynamique de ces
plasmas est donc tre`s importante. L’e´crantage des ions par les e´lectrons libres joue un roˆle im-
portant dans cette thermodynamique. La difficulte´ principale est lie´e au nombre conside´rable
des e´tats ioniques, qu’ils soient fondamentaux ou excite´s. L’approche propose´e dans ce travail
de the`se permet de de´terminer de manie`re cohe´rente la distribution des ions et de caracte´riser
leurs configurations e´lectroniques. Afin de tenir compte correctement de la prolife´ration des
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ions, nous nous sommes inte´resse´s a` la me´thode des supraconfigurations. Il s’agit d’une approxi-
mation consistant a` regrouper les configurations e´lectroniques des ions en quelques centaines
ou milliers de groupes de configurations proches en e´nergie, e´vitant ainsi de tenir compte du
nombre prohibitif de configurations de´taille´es. Chaque supraconfiguration est caracte´rise´e par
un potentiel ainsi qu’une base d’e´tats quantiques a` un e´lectron qui sont calcule´s de manie`re
auto-cohe´rente. La nouvelle approche propose´e est une ame´lioration de la me´thode des supra-
configurations, prenant en compte l’e´crantage des ions par les e´lectrons de´localise´s et assurant
simultane´ment que chaque espe`ce ionique a le meˆme environnement plasma. En d’autres termes,
cette approche assure non seulement la neutralite´ e´lectrique du plasma, mais aussi l’e´galite´ de
la pression e´lectronique du plasma autour de chaque ion. Ainsi, dans la me´thode de la sphe`re
de Wigner-Seitz e´crante´e que nous appelons ”me´thode standard” utilise´e dans un code de calcul
d’opacite´s de´veloppe´ au CEA [20, 22], tous les ions ont le meˆme volume, ce qui peut entraˆıner
une pression e´lectronique diffe´rente pour chaque ion, alors que dans la nouvelle me´thode, plus
cohe´rente du point de vue thermodynamique, les ions ont des volumes diffe´rents, et la meˆme pres-
sion e´lectronique. Les re´sultats obtenus confirment, lorsque la densite´ n’est pas trop importante
(typiquement de l’ordre de celle observe´e dans les expe´riences de mesure d’opacite´s avec cibles
chauffe´es radiativement) la validite´ de l’approche standard des supraconfigurations. En ce qui
concerne la distribution des ions, lorsque la densite´ est plus importante (de l’ordre de plusieurs
ou plusieurs dizaines de grammes par centime`tre cube), la nouvelle me´thode montre que les dis-
tributions ioniques obtenues dans notre nouvelle approche peuvent eˆtre le´ge`rement diffe´rentes de
celles provenant de l’approche standard. Des comparaisons avec des spectres expe´rimentaux ob-
tenus par l’e´quipe de C. Chenais-Popovics [26, 27, 28, 30] au LULI (laboratoire pour l’utilisation
des lasers intenses, Ecole polytechnique) sont pre´sente´s plus loin.
D’autre part, la nouvelle approche constitue une meilleure appre´hension des phe´nome`nes
d’ionisation par pression observables dans les plasmas avec de telles densite´s. Le fait que les
fonctions d’onde des e´lectrons lie´s peuvent s’e´tendre au-dela` de la sphe`re ionique et sont nor-
malise´es dans tout l’espace nous permet de de´finir une charge re´elle pour chaque ion (qui peut
eˆtre diffe´rente d’un nombre entier de charges e´lectroniques). Autrement dit, la facon dont nous
prenons en compte l’e´crantage peut nous indiquer quelles charges ioniques sont relativement
bien de´finies dans le plasma. La me´thode pre´sente´e dans la suite constitue, outre une valida-
tion du calcul auto-cohe´rent des supraconfigurations avec densite´s ioniques toutes identiques
et un tremplin vers l’obtention de l’e´quation d’e´tat de plasmas de tre`s haute densite´, un outil
pour la compre´hension du roˆle des e´lectrons libres en physique des plasmas, et une mesure de
l’interaction de configurations entre les e´lectrons lie´s et les e´lectrons libres.
Une partie de ce travail de the`se a e´te´ consacre´e au de´veloppement d’une approche the´orique
de la re´ponse line´aire dynamique. Cette the´orie vise a` mode´liser le me´lange des transitions
e´lectroniques entre deux niveaux lie´s (dite transition lie´-lie´), de photo-ionisation (transition entre
un niveau lie´ et un niveau libre dite transition lie´-libre), de Bremstrahlung inverse et de diffusion
Thomson (transition entre deux niveaux libres dite transition libre-libre). Ce phe´nome`ne est,
entre autres, responsable de l’e´crantage dynamique des ions. Toutes ces transitions contribuent
a` la photo-absorption dans les plasmas. En fonction des parame`tres caracte´ristiques d’un plasma
(densite´, tempe´rature, composition chimique) l’absorption peut eˆtre domine´e par un type de
transition ou, au contraire, ces trois canaux de transition peuvent y contribuer de manie`re
comparable. Ce travail pourrait avoir des applications dans les plasmas des grands lasers surtout
pour la photo-absorption des plasmas tre`s denses. Il est e´galement directement lie´ au calcul de
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l’indice de re´fraction des plasmas partiellement ionise´s. Il s’ave`re que dans certaines conditions
la division des e´lectrons en lie´s et libres provenant de la mode´lisation n’est pas tre`s pertinente.
En particulier, dans les plasmas de forte densite´ cette division perd son sens. Pour cette raison,
dans de tels plasmas il faut utiliser le meˆme formalisme de la re´ponse line´aire pour les deux
types d’e´lectrons et tenir compte des corre´lations dynamiques entre eux.
La difficulte´ principale de ce proble`me provient de la ne´cessite´ de mode´liser des e´tats libres
dans un milieu non homoge`ne tandis que presque tous les mode`les connus jusqu’ici en phy-
sique des plasmas et en physique de la matie`re condense´e concernent surtout des milieux ho-
moge`nes. Dans une nouvelle approche de´veloppe´e au Service des Photons, Atomes et Mole´cules
(SPAM), la fonction d’onde d’e´lectrons libres, au premier ordre de la the´orie des perturbations,
est de´compose´e en deux parties dont une seulement s’exprime en fonction du potentiel perturba-
teur de´pendant de la fre´quence. Ceci permet de se´parer les effets provenant d’un centre atomique
des effets dus a` la re´ponse d’un plasma homoge`ne compose´ uniquement d’e´lectrons. Les diffi-
culte´s mathe´matiques de la nouvelle approche sont lie´es aux oscillations des termes provenant
des e´lectrons libres (ondes de plasma sortantes). Du point de vue pratique, il est tre`s difficile
d’e´tablir les comportements asymptotiques des fonctions d’onde des e´lectrons libres. Notons au
passage qu’en l’absence des oscillations collectives, un choix naturel serait de prendre comme
solutions asymptotiques de l’e´quation de Schro¨dinger les ondes libres sortantes. Pourtant une
telle approximation pourrait s’ave´rer insuffisante. Le travail effectue´ lors de cette the`se a per-
mis d’e´tablir une nouvelle re`gle de somme concernant la densite´ induite. Cette re`gle de somme
permet de mieux comprendre la localisation de la re´ponse line´aire dans les champs des centres
ioniques.
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Chapitre 2
Physique Atomique des plasmas
denses
2.1 Plasmas a` l’e´quilibre thermodynamique local et hors e´quilibre
thermodynamique local
2.1.1 Approximation et validite´ de l’e´quilibre thermodynamique local
La physique des plasmas denses et chauds concerne des syste`mes macroscopiques compose´s
d’un grand nombre d’ions multicharge´s, excite´s ou dans leur e´tat fondamental, dont les interac-
tions avec d’autres corps (e´lectrons ou ions) et les proprie´te´s thermodynamiques sont complexes.
On sait que les plasmas chauds des laboratoires sont essentiellement des syste`mes ouverts qui
dissipent l’e´nergie par expansion, conduction, convection et rayonnement. Le fait que le rayon-
nement s’e´chappe plus ou moins du plasma (suivant les fre´quences) fait que la distribution des
diffe´rents e´tats de charge et de leur e´tat d’excitation n’a rien d’e´vident. Dans la plupart des si-
tuations, les collisions entre les e´lectrons libres sont assez fre´quentes pour que ces e´lectrons soient
caracte´rise´s par une tempe´rature et une densite´ locales. La notion d’e´quilibre thermodynamique
local (ETL) qui nous inte´resse ici concerne l’e´tat des ions. A l’e´quilibre thermodynamique, le
milieu est domine´ par les collisions entre les ions et les e´lectrons. Ces processus sont suffisam-
ment nombreux pour assurer la thermalisation comple`te du syste`me sans que les processus de
peuplement/de´peuplement des niveaux d’e´nergie dus au rayonnement jouent un roˆle important.
D’autre part, en de´pit de possibles gradients de tempe´rature et de densite´, il est raisonnable
de conside´rer que dans un petit volume entourant le point du plasma conside´re´, les collisions
entre particules respectent le principe de micro-re´versibilite´. En d’autres termes, la matie`re est
a` l’e´quilibre pour tout couple de tempe´rature et de densite´ de´finies localement dans l’espace.
Dans ce volume, l’entropie est une fonction quasi-line´aire de l’e´nergie. Enfin, les coefficients
d’absorption et d’e´mission sont lie´s par la meˆme relation que dans le cas ou` le rayonnement et la
matie`re sont a` l’e´quilibre. La distribution des e´tats ioniques e´tant de´termine´e par leur e´nergie,
c’est-a`-dire par leur structure e´lectronique (e´tat de charge, occupation des niveaux lie´s) et par la
tempe´rature locale, la probabilite´ d’existence d’un ion ayant une e´nergie libre Fα (α caracte´rise
l’ion, son e´tat de charge, sa structure e´lectronique interne et son interaction avec le plasma)
s’e´crit :
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ou` U (fonction de partition ou somme statistique) est le coefficient de normalisation.
Cette loi, dite de Boltzmann, a de nombreuses conse´quences tre`s importantes. Notamment,
on peut en de´duire que la connaissance en chaque point de l’espace de la densite´, de la vitesse et
de la tempe´rature du fluide permet de le de´crire comple`tement, et en particulier d’en connaˆıtre
son mouvement.
Le fait que l’on puisse de´finir localement une tempe´rature (unique) a` l’aide d’une loi statis-
tique comme la loi de Boltzmann s’exprime en disant que les plasmas sont a` l’e´quilibre thermo-
dynamique local.
2.1.2 Les plasmas hors e´quilibre thermodynamique local
Dans les plasmas hors e´quilibre thermodynamique local (HETL), le proble`me est alors beau-
coup plus complexe car la loi de Boltzmann n’est plus valable pour de´crire ces plasmas. Il faut
re´soudre des e´quations cine´tiques de´crivant les e´tats ioniques (occupations des niveaux) ainsi
que des e´quations hydrodynamiques. Dans ce cas, en plus des collisions, les processus radiatifs
de´terminent l’occupation des niveaux e´lectroniques des ions. C’est ce que l’on appelle le mode`le
collisionnel-radiatif. Ce traitement est difficile, en partie parce que les donne´es de base pour
construire l’e´quation maˆıtresse font souvent de´faut ou sont connues seulement pour des atomes
ou des ions isole´s.
La mode´lisation des situations ”hors-e´quilibre” ne´cessite une e´nume´ration des diffe´rents pro-
cessus qui couplent les e´tats atomiques correspondant a` des conditions de densite´, de tempe´rature
et de champ radiatif donne´es [80, 81, 45]. Pour des plasmas chauds, les processus microscopiques
pertinents sont bien re´pertorie´s : il s’agit des processus radiatifs et collisionnels faisant interve-
nir des e´lectrons et des ions, chacun de ces processus e´tant caracte´rise´ par un taux donne´. Les
processus pre´ponde´rants sont :
photo-excitation (B) ⇔ e´mission spontane´e (A) et e´mission stimule´e (B)
photo-ionisation (Sphoto) ⇔ recombinaison radiative et recombinaison stimule´e (Rr+i)
auto-ionisation⇔ capture die´lectronique
excitation collisionnelle (CU ) ⇔ de´sexcitation collisionnelle (CD)
ionisation collisionnelle (Scoll) ⇔ recombinaison a` trois corps (R3b)




























































Pn repre´sentant la population du niveau n et gn sa de´ge´ne´rescence. Les Jmn caracte´risent le
champ de rayonnement.
Un plasma non collisionnel est un plasma ou` les collisions sont si rares qu’elles peuvent eˆtre
ne´glige´es. Cela se produit par exemple lorsque le libre parcours moyen d’un e´lectron est de l’ordre
ou plus grand que les dimensions caracte´ristiques du plasma.
Le plasma du vent solaire, le plasma de la magne´tosphe`re, et le plasma qui s’e´chappe de
l’ionosphe`re sont non collisionnels. Le libre parcours moyen du plasma magne´tosphe´rique est
de l’ordre de plusieurs dizaines de milliers de kilome`tres. Le plasma de la couronne solaire est
faiblement collisionnel : une particule du vent solaire aura subi une vingtaine de collisions en
traversant la couronne.
La loi de Boltzmann n’est plus vraie dans le cas des plasmas non collisionnels. La connaissance
de la densite´, de la vitesse, de la tempe´rature et du champ de rayonnement ne suffit alors plus
pour de´crire le plasma, ni pour pre´voir son e´volution. Il faut remplacer l’e´quation de Boltzmann
par les solutions du syste`me 2.1. On dit que de tels plasmas sont hors e´quilibre thermodynamique
local.
Entre autres particularite´s, on peut me´langer deux plasmas non collisionnels ayant des
tempe´ratures diffe´rentes, sans qu’ils n’e´voluent vers un plasma de tempe´rature unique, ve´rifiant
une loi de Boltzmann. Un peu comme si on me´langeait de l’eau chaude et de l’eau froide dans
une baignoire sans que cela ne donne de l’eau tie`de. C’est ce qui se produit lorsque le plasma
ionosphe´rique (froid, seulement 10000K !) et le plasma du vent solaire (chaud, un million de K)
se me´langent dans la magne´tosphe`re. Le me´lange n’est pas un plasma tie`de.
Il est ne´anmoins possible de de´finir une tempe´rature dans un plasma non collisionnel : c’est
l’e´cart type de la fonction de distribution des vitesses. Dans le cas ou` le plasma non collisionnel
est a` l’e´quilibre thermodynamique local (ce n’est pas le cas ge´ne´ral, mais cela peut arriver),
les deux tempe´ratures (Boltzmann et e´cart type) co¨ıncident. Dans le cas hors de l’e´quilibre
thermodynamique, la tempe´rature (e´cart type) existe, mais elle ne suffit pas, avec la densite´ et
la vitesse, a` pre´voir l’e´volution du plasma. Dans toute la suite nous nous placerons a` l’ETL.
2.2 Le transfert radiatif
Un plasma est dit transparent (opaque) pour la fre´quence ν si le libre parcours moyen
des photons est beaucoup plus (moins) grand que la longueur caracte´ristique du gradient de
tempe´rature dans le plasma. Dans le cas d’un plasma opaque, un photon e´mis par le plasma est
absorbe´ au voisinage de son point d’e´mission. La tempe´rature du plasma au point d’absorption
est donc tre`s proche de la tempe´rature au point d’e´mission. Dans le cas du plasma transparent,
la tempe´rature du plasma au point d’absorption peut eˆtre tre`s diffe´rente de la tempe´rature du
plasma au point d’e´mission. En conse´quence, le spectre du champ radiatif au point d’absorption
peut eˆtre tre`s e´loigne´ de la distribution de Planck pour la tempe´rature du plasma en ce point.
Pour un plasma opaque on peut montrer que, en premie`re approximation, l’e´quation du
transfert radiatif conduit a` une e´quation de diffusion. Par une proce´dure analogue a` la proce´dure
de Chapman-Enskog [67] pour l’hydrodynamique des fluides, la valeur du coefficient de diffusion
de cette e´quation est de´termine´e, a` une constante pre`s, par le poids spe´cifique du plasma et par
un coefficient appele´ ”opacite´ moyenne de Rosseland” de´finie par :














ν e´tant la fre´quence, κ(ν) l’opacite´ (capacite´ a` absorber le rayonnement) a` la fre´quence ν et
Bν l’intensite´ spectrale du rayonnement du corps noir de Planck. A l’oppose´, pour des plasmas






Il est a` noter que les maxima des fonctions de ponde´ration des moyennes de Rosseland et de
Planck correspondent aux e´nergies photoniques e´gales a` 4kBT et 3kBT .
Pour les photons de haute e´nergie, les processus d’absorption dominent et sont gouverne´s
par les atomes du plasma. Lors du processus d’absorption d’un photon, le corps absorbant doit
absorber l’e´nergie et l’impulsion du photon. Ces conditions sont particulie`rement remplies dans
le cas des e´lectrons atomiques. Les opacite´s sont donc approximativement lie´es aux sections
efficaces d’absorption des atomes. Cela nous ame`ne a` conside´rer les atomes dans les plasmas.
Un des premiers mode`les, issu de la physique de l’e´tat solide et propose´ par Mayer [70], tenait
compte de deux sortes d’e´lectrons e´voluant dans les champs des centres ioniques : les e´lectrons
lie´s appartenant a` un centre ionique de´fini, et les e´lectrons libres, de´localise´s, constituant un
environnement continu. Des e´tats interme´diaires ont e´te´ ne´glige´s, ce qui a e´te´ justifie´ par un
raisonnement de nature statistique. Le mode`le e´tait celui de l’atome moyen, e´lectriquement
neutre, entoure´ par un plasma homoge`ne. Le potentiel, e´crante´, e´tait fini.
Pour un plasma compose´ d’un seul e´le´ment, la relation entre l’opacite´ κ(ν, ρ, T ) et la section
efficace de photo-absorption σ(ν, ρ, T ) est :
κ(ν, ρ, T ) =
ni
ρ
σ(ν, ρ, T ) (2.4)
ou` ni est la densite´ ionique (en cm
−3), ν la fre´quence du rayonnement et ρ la densite´ de
masse du mate´riau (en g/cm3).
2.3 Bref rappel de l’historique du calcul des sections efficaces
de photo-absorption
Une description des travaux effectue´s dans le domaine du calcul des sections efficaces de
photo-absorption figure dans l’ouvrage d’Armstrong et Nicholls [2], pour la pe´riode s’e´tendant
du de´but du sie`cle aux anne´es soixante. Je me contenterai ici de retracer les grandes lignes de
ces travaux.
L’importance du transfert radiatif comme me´canisme du transport de l’e´nergie dans les
atmosphe`res stellaires ne fut re´alise´e qu’a` partir des anne´es 1915 a` 1926. La premie`re e´tude
syste´matique consacre´e a` ce sujet est due a` Eddington [38] et fut pre´sente´e dans son ouvrage sur
la structure stellaire. Eddington s’est base´ sur un calcul semi-classique des coefficients d’absorp-
tion pre´sente´ par Kramers en 1923 [60] et sur la de´couverte par Rosseland [85] de la moyenne a`
utiliser pour de´crire le transfert radiatif a` l’inte´rieur des e´toiles.
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Lorsque ces travaux ont e´te´ effectue´s, la composition chimique des e´toiles e´tait mal connue.
Les sections efficaces de photo-absorption calcule´es par Kramers se re´ve´le`rent dix fois infe´rieures
aux valeurs observe´es pour le soleil.
Il faut attendre 1940 et les travaux de Marshak et Bethe [69], ainsi que ceux de Morse [74],
pour que le mode`le de la sphe`re ionique soit utilise´ dans le calcul des sections efficaces de photo-
absorption. Ce mode`le, propose´ initialement par Wigner, Seitz et Slater [88] pour l’e´tude des
me´taux, avait e´te´ pre´sente´ par Slater et Krutter en 1935 [89] comme un bon candidat pour le
calcul des proprie´te´s thermodynamiques des plasmas a` hautes densite´ et tempe´rature.
A partir de 1945, l’importance que reveˆt le calcul des sections efficaces de photo-absorption
pour les applications militaires provoque la rare´faction des publications dans ce domaine. C’est
seulement a` partir des anne´es soixante que les publications commencent a` re´apparaˆıtre, comme
celles de Moszkowski par exemple [75], ou encore les publications de tables de sections efficaces de
photo-absorption par des physiciens de Los Alamos [32]. Il a fallu attendre les anne´es quatre-vingt
pour que ces tables soient remises en cause. Des astrophysiciens ont remarque´ qu’en multipliant
par 2-3 les sections efficaces de photo-absorption du fer dans les conditions adapte´es, on pourrait
expliquer des phe´nome`nes comme la relation entre la pulsation et la luminosite´ d’e´toiles du type
Ce´phe´ides (relation de Leavitt indiquant que la magnitude absolue moyenne varie line´airement
en fonction de la pe´riodicite´) ou encore les modes de vibration dans le soleil.
2.4 Mode`le de la sphe`re ionique
Il s’agit d’un analogue du mode`le de Wigner-Seitz pour les me´taux. Les diffe´rentes espe`ces





ou` ni est la densite´ ionique. Le noyau de l’ion occupe le centre de la sphe`re, et les e´lectrons
lie´s sont confine´s dans la sphe`re. Les e´lectrons libres sont re´partis uniforme´ment dans le volume
de la sphe`re ionique. La charge e´lectronique totale dans le volume e´crante la charge du noyau
et la sphe`re est conside´re´e e´lectriquement neutre. Cette hypothe`se s’explique par la polarisation







ou` ne est la densite´ d’e´lectrons libres et ǫF l’e´nergie de Fermi. La neutralite´ de la sphe`re
s’exprime par une relation entre la densite´ de matie`re ni et la densite´ d’e´lectrons lie´s ne :





ou` Z est le nume´ro atomique, Z∗ l’ionisation moyenne, et Pnl le nombre moyen d’e´lectrons
lie´s dans la sous-couche nl. Le fait d’associer une sphe`re ionique a` chaque ion n’est le´gitime que
pour des plasmas fortement couple´s. Dans ce cadre, la re´pulsion coulombienne entre les ions
est telle que les nuages e´lectroniques ne peuvent presque pas s’interpe´ne´trer sous l’influence de
l’e´nergie thermique du plasma. En d’autres termes, le parame`tre de couplage du plasma :





ou` T est la tempe´rature du milieu de´finie par la distribution maxwellienne des e´lectrons
libres, doit eˆtre plus grand que 1. Lorsque le plasma est faiblement couple´ (lorsque l’e´nergie
coulombienne est infe´rieure a` l’e´nergie d’agitation thermique), le mode`le de la sphe`re polarise´e
[33] semble plus indique´ (Armstrong 1972 [2]).
2.5 Echange et corre´lation
→ La corre´lation
Il est relativement tentant de faire l’hypothe`se que chaque e´lectron peut eˆtre de´crit de manie`re
inde´pendante, et que son mouvement ne de´pend pas des autres e´lectrons. L’hypothe`se que l’in-
teraction entre les e´lectrons n’est pas une interaction de paire, mais que chaque e´lectron est
inde´pendant dans un champ global, provenant de tous les e´lectrons, est une approximation. En
re´alite´, cela n’est pas tout a` fait exact. Les e´lectrons interagissent mutuellement de manie`re
beaucoup plus complexe. Autrement dit, leurs comportements sont corre´le´s.
→ L’e´change
La fonction d’onde totale d’un syste`me compose´ de N fermions doit eˆtre antisyme´trique
vis-a`-vis de l’e´change de deux fermions. Autrement dit :
Ψ(~r1, ~r2, ..., ~ri, ..., ~rj , ... ~rN ) = −Ψ(~r1, ~r2, ..., ~rj , ..., ~ri, ... ~rN ) (2.8)
L’e´change correspond au principe d’exclusion de Pauli dans les interactions entre les parti-
cules. La porte´e de cet effet [55] co¨ıncide avec la longueur d’onde de Fermi de l’e´lectron λF :
λF ≈ 2π(3π2n)−1/3 (2.9)
ou` n est la densite´ de fermions.
2.6 Description des e´lectrons dans le cadre de la the´orie des
fonctionnelles de la densite´ et du mode`le Thomas-Fermi
2.6.1 The´ore`me de Mermin et application au calcul de la densite´ Thomas-
Fermi
Hohenberg et Kohn [47] ont propose´ un formalisme de´crivant les proprie´te´s de l’e´tat fonda-
mental d’un gaz d’e´lectrons dans un potentiel exte´rieur V (~r). Cette approche est base´e sur la
preuve qu’il existe une fonctionnelle de la densite´ (DFT : Density Functional Theory) F [n(~r)]
inde´pendante de V (~r) telle que :
E = −
∫
eV (~r)n(~r)d~r + F [n(~r)] (2.10)
est minimale et e´gale a` l’e´nergie de l’e´tat fondamental lorsque la densite´ est e´gale a` la
densite´ de l’e´tat fondamental en pre´sence de V (~r), qui peut eˆtre le potentiel cre´e´ par un noyau
par exemple, ou encore un potentiel exte´rieur.
2.7 Mode`le de l’Atome Moyen 15
N.D. Mermin [72] a prouve´ qu’un analogue de ce the´ore`me s’applique pour un gaz inhomoge`ne
d’e´lectrons a` tempe´rature finie. Plac¸ons nous dans l’ensemble grand-canonique et e´crivons le
grand-potentiel Ω [n(~r)] :
Ω [n(~r)] = −
∫
eV (~r)n(~r)d~r + F [n(~r)]− µ
∫
d~rn(~r) (2.11)
Hohenberg et Kohn ont de´fini dans [47] une fonctionnelle G[n(~r)] par :






Dans le cas ou` la tempe´rature est non nulle, en ne´gligeant les effets d’e´change et de corre´lation
et en approximant G par une forme qui se re´duit localement a` l’expression de particules libres,







ln(1 + exp[−β(p2/2m− µ(~r))]) + µ(~r)
exp[β(p2/2m− µ(~r))] + 1] (2.13)







exp[β(p2/2m− µ(~r))] + 1 (2.14)
La minimisation du grand-potentiel nous donne :
δΩ [n(~r)] =
∫





n(~r′)− µ] = 0 (2.15)
Ce qui nous ame`ne a` la relation suivante valable pour tout ~r :





n(~r′) = µ (2.16)
L’expression de µ(~r) issue de l’e´quation 2.16 permet d’obtenir l’expression Thomas-Fermi













n(~r′)− µ)] + 1]−1 (2.17)
2.6.2 Limitations du mode`le Thomas-Fermi
Le mode`le Thomas-Fermi s’applique bien pour la thermodynamique des plasmas fortement
couple´s [87, 62], pour lesquels typiquement Γ > 100, c’est-a`-dire des plasmas de forte densite´
et de faible tempe´rature. Dans le domaine de couplage interme´diaire, le mode`le Thomas-Fermi
conduit a` de nombreuses impre´cisions, a` cause du mode`le de la sphe`re ionique qui implique de
tre`s fortes corre´lations entre les ions. De plus, dans le mode`le Thomas-Fermi, il n’y a pas de
couches e´lectroniques.
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2.7 Mode`le de l’Atome Moyen
La description de tous les e´lectrons par le mode`le Thomas-Fermi n’est pas satisfaisante. Le
mode`le de l’Atome Moyen (Rozsnyai 1972 [86]) repose sur une description moyenne de la struc-
ture e´lectronique du plasma, consistant en un seul calcul auto-cohe´rent d’un atome moyen fictif
immerge´ dans le plasma. Dans ce cadre, les e´lectrons libres sont traite´s par le mode`le Thomas-
Fermi, et les e´lectrons lie´s sont traite´s quantiquement par re´solution de l’e´quation de Schro¨din-
ger. Ce mode`le permet de connaˆıtre la population moyenne de chaque niveau e´lectronique, son
e´nergie et la fonction d’onde associe´e.
2.7.1 Calcul auto-cohe´rent du potentiel




~∇2ψi(~r)− eV (r)ψi(~r) = ǫiψi(~r) (2.18)
avec ψi(~r) = Rnili(r)Ylimi(θ, φ) en coordonne´es sphe´riques. ni est le nombre quantique prin-
cipal, li le nombre quantique orbital, et mi le nombre quantique magne´tique. Rnili est la partie
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)− (r2ǫi − h¯
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2m
li(li + 1) + r
2eV (r))Rni,li(r) = 0 (2.20)
La densite´ e´lectronique due aux e´lectrons lie´s est calcule´e [86] a` partir des fonctions d’onde











+ eV (r))yni,li(r) = 0 (2.21)
Les occupations fractionnaires des niveaux d’e´nergie ǫi (caracte´rise´s par les nombres quan-
tiques ni et li) sont donne´es par les fonctions de Fermi-Dirac fi :
fi =
1
1 + exp[β(ǫi − µ)] (2.22)






2(2li + 1)fi|yni,li |2 (2.23)
Le facteur 2 s’explique par la de´ge´ne´rescence due au spin et le facteur 2li+1 est la de´ge´ne´rescence
sur les nombres quantiques magne´tiquesmi. La densite´ d’e´lectrons libres est donne´e par inte´gration
de la distribution Thomas-Fermi f(~r, ~p) :












1 + exp[β( p
2
2m − eV (r)− µ)]
(2.25)
La densite´ totale est la somme de la densite´ d’e´lectrons lie´s et de la densite´ d’e´lectrons libres :
n(r) = nlie´s(r) + nlibres(r) (2.26)




r2n(r)dr = Z (2.27)
Le potentiel est ensuite recalcule´ a` partir de cette densite´. La partie d’e´change-corre´lation
du potentiel est traite´e dans l’approximation de la densite´ locale (LDA : Local Density Approxi-
mation). Nous utilisons pour cela les formules d’Iyetomi et Ichimaru [53] (voir annexe D). Le
potentiel total s’e´crit :
V (r) = Vc(r) + Vxc,LDA(r) (2.28)
Pour obtenir la partie coulombienne Vc(r) du potentiel, il faut re´soudre l’e´quation de Poisson.
Dans toute la suite, nous poserons ǫ0 =
1
36π109





Les niveaux d’e´nergie d’un e´lectron dans le potentiel sont alors a` nouveau calcule´s. La
proce´dure pre´ce´dente nous donne une nouvelle valeur de la densite´, et ainsi de suite. Ainsi,
le de´roulement des ite´rations persiste jusqu’a` ce que le potentiel ne varie plus selon un crite`re
correspondant a` la pre´cision de´sire´e. La neutralite´ de la sphe`re ionique implique l’identite´ :
dVc
dr
(rws) = 0 (2.30)
et nous imposons e´galement : V (rws) = 0.
2.7.2 Normalisation des fonctions d’onde
Dans ce travail, nous avons adopte´ une normalisation des fonctions d’onde des e´lectrons lie´s
dans tout l’espace, laissant ouverte la possibilite´ que la fonction d’onde d’un e´lectron lie´ ne
soit pas nulle a` l’ext’erieur de la cellule sphe´rique (voir sous-chapitre 3.3.6 ). A l’exte´rieur de la
sphe`re ionique, les fonctions d’onde lie´es sont donne´es par des fonctions de Bessel qui doivent
de´croˆıtre exponentiellement. Dans cette re´gion, le potentiel est nul, et l’e´quation de Schro¨dinger
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Fig. 2.1 – Allure du potentiel de l’Atome Moyen
En posant y(r) = xw(x) et x =
√
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l(l + 1))w = 0 (2.32)







(x) = fl(x) (2.33)
Pour la normalisation de la fonction d’onde a` l’exte´rieur de la sphe`re de Wigner-Seitz, on







x30(fl−1(λx0)fl+1(λx0)− f2l (λx0)) (2.34)
ou` λ est un parame`tre re´el.
2.7.3 Corrections relativistes
Pour prendre en compte les effets relativistes, il faudrait re´soudre l’e´quation de Dirac [35]
plutoˆt que l’e´quation de Schro¨dinger, ce qui reviendrait a` calculer quatre fois plus de fonctions
d’onde radiales. Mais, dans le cas ou` les e´lectrons sont faiblement relativistes, on peut effectuer
un de´veloppement de l’e´quation de Dirac en puissances de v
2
c2
(approximation de Pauli [17]). Le




~∇2 − eV (~r)− α
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~li.~si)]ψi(~r) = ǫiψi(~r) (2.35)
ou` α est la constante de structure fine et l’indice i repre´sente les nombres quantiques ni et
li. Cette e´quation ne diffe`re de l’e´quation de Schro¨dinger que par la pre´sence de trois termes.
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Le premier de ces termes est appele´ le terme de ”masse-ve´locite´” car il provient de la variation
relativiste de la masse de l’e´lectron. Le second terme est nomme´ terme de Darwin et le dernier
correction de ”spin-orbite”. Les corrections apporte´es a` l’e´nergie de l’e´tat e´lectronique sont :






yn,l(r)(ǫn,l − eV (r))2yn,l(r)dr (2.36)
ou` yn,l(r) = rRn,l(r)
Rn,l e´tant la partie radiale de la fonction d’onde.





























ou` X = 12 [j(j+1)− l(l+1)− 34 ] = l2 pour j = l+ 12 ou − l+12 pour j = l− 12 . La correction de
spin-orbite est prise en compte automatiquement dans le calcul auto-cohe´rent de l’Atome Moyen,
graˆce a` la syme´trie sphe´rique, pour chaque sous-couche nl [31]. Pour d’autres applications, elle
est ensuite ajoute´e par perturbation.
2.7.4 Limitations du mode`le de l’Atome Moyen
La premiere limitation du mode`le de l’Atome Moyen est la repre´sentation ”adoucie” de
l’environnement exte´rieur [73]. Le potentiel est moyenne´ sur les positions des ions et des e´lectrons
du plasma (la position du noyau central e´tant fixe´e a` r = 0). Le de´bat entre les mode`les de la
sphe`re ionique, de Debye-Hu¨ckel ou de l’approximation HNC [95] ne doit pas omettre un point
important ; lorsque r devient grand, le potentiel moyen V (r) approche de la valeur ze´ro mais ses
fluctuations, elles, ne tendent pas vers ze´ro. Asymptotiquement, les fluctuations produites par
l’arrangement spatial ale´atoire des ions environnants deviennent constantes. Qualitativement,
l’effet de ces fluctuations est de produire de l’e´largissement Stark ionique. Ces fluctuations
deviennent importantes pour un e´tat ayant une e´nergie :
|ǫs| < eδV 2 (2.39)
ou` δV 2 =< V (r)2 > − < V (r) >2. Dans la re´alite´, l’environnement pre`s de l’atome a une
syme´trie plus faible que celle sugge´re´e dans le mode`le de la sphe`re ionique, ce qui provoque des
microchamps e´lectriques qui fluctuent sur des e´chelles de temps associe´es aux vitesses des ions
et des e´lectrons. Ces microchamps sont ignore´s dans le calcul auto-cohe´rent de base, mais leurs
conse´quences sont indubitablement importantes (e´largissement des raies [91], ...). D’autre part,
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les e´tats a` un e´lectron de l’Atome Moyen n’ont pas de sens physique mais servent seulement a`
la construction de la densite´ e´lectronique.
Une autre limitation importante du mode`le de l’Atome Moyen est la de´pendance des e´nergies
des e´tats e´lectroniques en fonction de la tempe´rature. Dans une expe´rience de spectroscopie,
l’Atome Moyen ne permet pas d’identifier la position des raies (ces dernie`res se de´placent avec
la tempe´rature). Le mode`le de l’Atome Moyen ne de´crit pas les e´nergies des ions mais une
moyenne de ces e´nergies sur tous les ions du plasma.
2.7.5 Utilite´ du mode`le de l’Atome Moyen
En thermodynamique, ce mode`le est d’une utilite´ directe (pour le calcul de grandeurs ma-
croscopiques moyennes comme l’e´nergie interne ou l’ionisation moyenne du plasma,...). Pour
les proprie´te´s optiques, ce n’est qu’un point de de´part pour des approches plus re´alistes. En
re´alite´, la section efficace de photo-absorption est lie´e aux corre´lations dynamiques de la densite´
e´lectronique.
En effet, les photons interagissent avec les ”ve´ritables” ions (ve´ritables e´tats e´lectroniques a`
N corps). L’Atome Moyen ne permet pas de de´crire les corre´lations de la densite´ e´lectronique.
2.8 Notion de configuration : calcul de´taille´ des configurations
et des termes
A partir des informations du mode`le de l’Atome Moyen, il nous est possible de construire les
niveaux d’e´nergie et les fonctions d’onde, les populations des niveaux e´tant fractionnaires. Il est
alors envisageable d’obtenir la configuration la plus probable (les niveaux ayant des populations
entie`res) du plasma en arrondissant les populations fractionnaires aux entiers les plus proches.
A partir de la`, tout est preˆt pour commencer la construction des configurations en imposant
aux diffe´rentes populations d’eˆtre entie`res de manie`re a` respecter le principe d’exclusion de
Pauli. Le calcul de l’e´nergie moyenne de chaque configuration est effectue´ avec les e´tats a` un
e´lectron de l’Atome Moyen. C’est la version la plus simple de l’approximation des configurations
de´taille´es (DCA : Detailed Configuration Accounting). La me´thode est base´e sur l’hypothe`se
que les nombres d’occupation des configurations les plus probables du plasma sont proches de
ceux de la configuration de l’Atome Moyen. Pour construire ces configurations, on remplace les
populations fractionnaires de l’Atome Moyen par des populations entie`res (les nombres entiers
les plus proches). On construit ensuite d’autres configurations en redistribuant successivement
les e´lectrons lie´s dans les sous-couches de l’ion.
Pour illustrer cela conside´rons, par exemple, le cas ou` les re´sultats de l’Atome Moyen sont
ceux pre´sente´s dans la table 2.1 :
Orbitale 1s 2s 2p 3s 3p 3d 4s 4p 4d ...
Occupation moyenne 1.98 1.02 5.89 1.71 2.88 3.12 0.14 0.11 0.07 ≈ 0
Tab. 2.1 – Exemple de re´sultat de l’Atome Moyen
En arrondissant aux entiers les plus proches, on obtient que la configuration la plus probable
est 1s22s2p63s23p33d34s04p04d0. Le fait que la population de 1s, qui est une sous-couche pro-
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fonde, soit 1.98 signifie que pratiquement toutes les configurations du plasma ont leur orbitale
1s pleine, une si faible variation de population de cette sous-couche ayant un impact faible.
En revanche, pour la sous-couche 2p, qui a une population de 5.89, il faut conside´rer d’autres
populations pour 2p que la population e´gale a` 6 (i.e d’autres configurations dans le plasma),
une telle variation sur la population de cette sous-couche ayant un impact conside´rable.
L’e´nergie moyenne d’une configuration dans l’approximation Hartree-Fock peut eˆtre formule´e














Le premier terme repre´sente l’e´nergie mono-e´lectronique Knl associe´e a` l’e´nergie cine´tique
et a` l’attraction coulombienne d’un e´lectron de la sous-couche nl. Les deux termes suivants
de´crivent l’interaction e´lectrostatique Enl,n′l′ entre deux e´lectrons, que ceux-ci appartiennent a`
la meˆme sous-couche ou non. Enfin, le dernier terme Elibres repre´sente l’e´nergie d’interaction
entre e´lectrons lie´s et e´lectrons libres ainsi que l’e´nergie d’interaction des e´lectrons libres entre
eux. Dans notre simple version de l’approche DCA, Knl et Enl,n′l′ sont calcule´es une fois pour
toutes en utilisant les fonctions d’onde de la configuration moyenne. L’approximation qui permet
ensuite de calculer la section efficace de photo-absorption du plasma consiste a` reconstruire
toutes les espe`ces d’atomes re´els qui peuvent exister dans le plasma et a` calculer leurs proprie´te´s
(e´nergie totale, section efficace de photo-absorption, ...) en admettant que ces inte´grales ne
de´pendent pas de l’e´tat de l’ion, de´fini uniquement par la population de chaque sous-couche nl.
Cette approche s’e´tend sans difficulte´ de principe au cas relativiste. La probabilite´ de chaque
configuration est donc l’exponentielle d’une forme quadratique des populations. La difficulte´ qui
en re´sulte est principalement lie´e au traitement de cette probabilite´ ”corre´le´e” qui ne se factorise
pas sous-couche par sous-couche. Il est important de noter qu’il est possible d’effectuer un calcul
auto-cohe´rent dans le cadre de l’approximation DCA.
L’abandon de l’approximation de la syme´trie sphe´rique et de l’expression de l’e´nergie ponde´re´e
sur tous les nombres quantiques magne´tiques fait apparaˆıtre les ve´ritables e´tats propres du Ha-
miltonien que nous appelons ”micro-e´tats”. Pour les traiter correctement, il faudrait diagonaliser
l’Hamiltonien atomique pour chaque configuration. Pour cela, il est indispensable de construire
une base de fonctions propres adapte´e au proble`me physique, selon l’importance du couplage
spin-orbite. Pour les ions de faible nume´ro atomique Z, l’interaction e´lectrostatique entre les
e´lectrons est beaucoup plus forte que l’interaction entre le spin de l’e´lectron et son propre mou-
vement orbital. Un couplage s’ope`re entre le vecteur somme de tous les moments cine´tiques
orbitaux et le vecteur somme de tous les moments de spin e´lectroniques. C’est le couplage de
Russel-Saunders ou couplage ”LS”. Le Hamiltonien H dans lequel le terme de spin-orbite est
omis commute avec les ope´rateurs ~L2 et ~S2 ou` ~L et ~S sont de´finis par ~L =
∑N
i=1
~li et ~S =
∑N
i=1 ~si.
Les configurations sont dans ce cas compose´es de sous-couches nl.
Plus le nume´ro atomique Z de l’ion est e´leve´, et plus l’effet du couplage entre les moments
cine´tiques de spin et orbital prend de l’importance par rapport aux interactions e´lectrostatiques
entre les e´lectrons. Cependant, la contribution de spin-orbite peut e´galement eˆtre importante
pour certaines transitions dans le cas d’e´le´ments de faible nume´ro atomique. A la limite ou`
le couplage spin-orbite est dominant, on utilise le couplage ”jj”. Les configurations sont alors
de´finies par les occupations des sous-couches caracte´rise´es par l’ensemble de nombres quantiques
(n, l, j). Notons qu’afin de bien de´crire ces situations, il faut alors diagonaliser l’Hamiltonien, en
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tenant compte d’une possible interaction de configuration entre deux configurations relativistes
appartenant a` la meˆme configuration non relativiste.
Ces deux formes de couplage repre´sentent des cas limites. Dans la majorite´ des cas, l’interac-
tion de spin-orbite est du meˆme ordre de grandeur que l’interaction coulombienne. On parle de
couplage interme´diaire. Il faut diagonaliser l’Hamiltonien avec le terme de couplage spin-orbite.
Le nombre des micro-e´tats peut eˆtre extreˆmement grand. Le nombre de termes (transitions
entre micro-e´tats) peut par conse´quent eˆtre e´galement tre`s grand. La diagonalisation est alors
irre´aliste pour des raisons pratiques.
2.9 Approche statistique des faisceaux de transitions
Afin de reme´dier a` la prolife´ration des termes et des configurations, le seul recours consiste
a` utiliser des me´thodes statistiques. Pour les termes, il s’agit de l’approche UTA (Unresolved
Transition Arrays [9, 10, 15, 11])). Souvent, les nombreux termes (ou raies DTA : Detailed Term
Accounting) subissent les diffe´rents me´canismes d’e´largissement spectral et forment des ”bandes”
caracte´ristiques de la paire de configurations impliquant ces transitions. Il est donc possible de se
limiter a` e´tudier les proprie´te´s d’enveloppe de ces raies. La re´partition statistique des raies DTA
a e´te´ e´tudie´e par Bauche, Bauche-Arnoult et Klapisch [13]. Un UTA est associe´ a` un faisceau de
transitions entre deux configurations de sous-couches nl, et repre´sente la distribution statistique
de ces raies. Chaque paire de configurations implique´e dans une transition optique ge´ne`re un




s∈α,t∈β gsfs→t(ǫt − ǫs)n∑
s∈α,t∈β gsfs→t
(2.41)
Dans cette expression, les indices s et t parcourent les micro-e´tats des configurations α et
β respectivement, l’e´nergie des micro-e´tats est note´e ǫs et ǫt et leur de´ge´ne´rescence gs et gt. Le
poids statistique de chaque raie est le produit de la de´ge´ne´rescence du terme s de la configuration
initiale α, par la force d’oscillateur fs→t de la transition s → t conside´re´e (normalise´e a` un).
En ne prenant en compte que les deux premiers moments de la distribution, on obtient une
distribution gaussienne dont le centre de gravite´ Eα→β et la variance σ2α→β sont de´finis par :
Eα→β = µ1 (2.42)
et
σ2α→β = µ2 − (µ1)2 (2.43)
Les µn ont e´te´ calcule´s analytiquement pour n = 1 et 2 par les auteurs [9, 13, 10, 14, 15, 11]
pour diffe´rents faisceaux de transition, en fonction d’inte´grales de Slater [90, 31] et de spin-
orbite, a` partir de certaines hypothe`ses. Notamment, les effets du me´lange de configurations et
les effets relativistes sur les inte´grales radiales sont ne´glige´s. Enfin, l’interaction de spin-orbite
est conside´re´e comme e´tant du meˆme ordre de grandeur que l’interaction e´lectrostatique.
L’approximation UTA est donc bien adapte´e pour traiter les milieux d’e´le´ments de Z faible
et/ou mode´re´, et se trouvant a` l’e´quilibre thermodynamique, ou encore lorsque l’ETL est assure´
a` l’inte´rieur de la configuration donnant naissance a` l’UTA (l’ETL est alors qualifie´ de partiel).
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Pour les mate´riaux de Z e´leve´, pour lesquels l’interaction de spin-orbite est plus grande que
l’interaction e´lectrostatique, il se produit un e´clatement du faisceau de transition en deux ou
trois groupes (le dernier e´tant ge´ne´ralement tre`s faible), appele´s SOSA (Spin Orbit Split Array),
faisceaux de transition entre configurations de sous-couches nlj. Les deux moments de´finis dans
l’e´quation 2.41 sont donc calcule´s se´pare´ment pour chaque sous-faisceau [12].
La me´thode des UTA et des SOSA constitue un outil puissant pour inclure l’effet statistique
des termes dans un spectre d’opacite´ ou d’e´missivite´, sans avoir besoin de diagonaliser la matrice
Hamiltonienne. Pour cela, on utilise la distribution statistique des transitions entre micro-e´tats
pour e´largir les raies obtenues dans le cadre de l’approximation DCA.
Pour ce qui est du traitement statistique des configurations, la me´thode STA (Super Tran-
sition Arrays, Bar-Shalom et al [7]), re´cemment de´veloppe´e, consiste a` regrouper le nombre
(conside´rable) de configurations e´lectroniques des ions du plasma en quelques centaines ou mil-
liers de supraconfigurations. Cette me´thode est expose´e dans le chapitre suivant.
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Chapitre 3
Approche auto-cohe´rente de la
thermodynamique des plasmas
denses dans l’approximation des
supraconfigurations
3.1 Approximation des supraconfigurations
3.1.1 Notions de supracouche et de supraconfiguration
L’approximation des supraconfigurations a e´te´ introduite par Bar Shalom et al dans leur
me´thode STA (Super Transition Arrays) de calcul de section efficace de photo-absorption [7].
Une supraconfiguration est compose´e de supracouches qui sont des ensembles de sous-couches






sont deux supraconfigurations qui sont compose´es respectivement de quatre et cinq supra-
couches. On peut remarquer que Ξ1 contient plus de configurations que Ξ2 car :
(3p3d)6 = (3p)6(3d)0 ∪ (3p)5(3d)1 ∪ (3p)4(3d)2 ∪ ....
L’approximation des supraconfigurations a de nombreux avantages : une supraconfiguration
peut contenir un grand nombre de configurations et a des nombres d’occupation entiers, ce qui
permet de traiter les termes d’e´change correctement. La me´thode peut eˆtre utilise´e de manie`re
ite´rative, puisqu’il est toujours possible d’affiner la division en supracouches de manie`re a` obtenir
la pre´cision souhaite´e en vue de l’analyse d’un spectre.
De cette manie`re, il est possible d’obtenir toutes les situations interme´diaires entre l’Atome
Moyen qui peut eˆtre conside´re´ comme un me´lange statistique de supraconfigurations a` une seule
supracouche avec toutes les populations possibles et le mode`le des configurations de´taille´es ou`
chaque supracouche est en fait une sous-couche.
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3.1.2 Pre´sentation de la me´thode du calcul auto-cohe´rent d’une supraconfi-
guration
L’approche de la me´thode des supraconfigurations fonde´e sur la fonctionnelle de la densite´ a
e´te´ de´crite dans la litte´rature [21]. La me´thode commence par un calcul autocohe´rent du mode`le
de l’Atome Moyen qui de´termine, pour une tempe´rature et une densite´ donne´es, une configu-
ration moyenne avec des nombres d’occupation fractionnaires, ainsi que la charge moyenne des
ions dans le plasma. Sur la base de ces re´sultats les supracouches peuvent eˆtre de´finies et un
ensemble de supraconfigurations peut eˆtre ge´ne´re´ par redistribution des e´lectrons lie´s dans les
diffe´rentes supracouches. En utilisant les e´nergies et fonctions d’onde propres de l’Atome Moyen,
le programme de´termine les probabilite´s pre´liminaires des supraconfigurations propose´es et re-
tient la plus probable. Dans ce calcul pre´liminaire, la probabilite´ de chaque supraconfiguration
est estime´e en utilisant une expression de l’e´nergie libre de´finie au paragraphe 3.1.4.
La densite´ d’e´lectrons lie´s d’une supraconfiguration Ξ est la somme des densite´s d’e´lectrons











gk = 2(2lk + 1) est la de´ge´ne´rescence du niveau k et fk est le facteur :
fk =
1
exp[ ǫk−µσkBT ] + 1
(3.3)




~∇2ψk(~r)− eV (r)ψk(~r) = ǫkψk(~r) (3.4)



















le potentiel cre´e´ par les e´lectrons libres. Le potentiel d’e´change-corre´lation est traite´ dans le
cadre de l’approximation de la densite´ locale par les formules propose´es par Iyetomi et Ichimaru
[53] (voir annexe D) et de´pend de la densite´ e´lectronique totale de la supraconfiguration. Une
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telle approche de´passe le domaine d’applicabilite´ de la the´orie de la fonctionnelle de la densite´
puisqu’en principe une supraconfiguration n’est pas a` l’e´quilibre thermodynamique.










Comme dans le mode`le de l’Atome Moyen on traite pour chaque supraconfiguration l’e´crantage
duˆ aux e´lectrons libres dans le cadre du mode`le Thomas-Fermi. Rappelons l’expression de la den-









− eV (r)− µΞ)] + 1]−1 (3.9)
Le nombre d’e´lectrons libresNlibres de la supraconfiguration Ξ est donc obtenu par inte´gration
de cette densite´ Thomas-Fermi, ou` l’inte´grale dans l’espace des impulsions tient compte du fait















− eV (r)− µΞ)] + 1]−1 (3.10)









1 + exp(β(ǫk − µσ)) = Qσ (3.11)
ou` σ repre´sente une supracouche (Qσ sa charge) et k une sous-couche appartenant a` σ. La
condition de neutralite´ s’e´crit :
Nlie´s +Nlibres = Z (3.12)
ou` Z est le nume´ro atomique ou nombre de charge du noyau.
Ensuite, chaque supraconfiguration est calcule´e de manie`re auto-cohe´rente. Les potentiels
chimiques µσ sont de´termine´s par l’e´quation donnant la charge (e´quation 3.11) de la supracouche
a` laquelle ils sont associe´s. µΞ est de´termine´ par la conservation de la charge totale (e´quation
3.12). Connaissant la densite´ e´lectronique, on peut alors calculer par ite´ration le potentiel a`
l’aide des e´quations 3.5, 3.6 et 3.7.
Ce calcul auto-cohe´rent permet d’obtenir pour chaque supraconfiguration la base d’e´tats
quantiques a` un e´lectron qui nous permet de calculer les quantite´s pertinentes a` plusieurs
e´lectrons. C’est la qualite´ de cette base qui nous permet d’obtenir des spectres de photo-
absorption re´alistes en utilisant l’approximation des supraconfigurations.
3.1.3 Exemple
Conside´rons le cas du plasma de nickel a` la densite´ de 0.1g/cm3 et la tempe´rature de 100eV .
Les re´sultats du calcul de l’Atome Moyen sont donne´s dans la table 3.1.
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Tab. 3.1 – Re´sultats du calcul de l’Atome Moyen : pour chaque sous-couche sont figure´es l’e´nergie
(en unite´s atomiques) et la population e´lectronique moyenne
Ces re´sultats nous permettent de regrouper entre elles les sous-couches dont les e´nergies
diffe`rent d’au plus kBT , c’est-a`-dire dans le cas pre´sent de 3.67u.a.. Les trois premie`res sous-
couches sont quasiment pleines. Un crite`re consiste a` conside´rer que si la population d’une
sous-couche est tre`s proche de sa de´ge´ne´rescence (selon un rapport que l’on se fixe), on peut la
conside´rer comme pleine. Cela concerne les couches de “coeur” (les plus basses en e´nergie). Un
crite`re supple´mentaire consiste a` imposer que si une sous-couche a une population suffisamment
petite (par rapport a` un nombre que l’on peut choisir), elle n’est pas se´pare´e de la sous-couche
qui lui est la plus proche en e´nergie, meˆme si la diffe´rence de leurs e´nergies est supe´rieure a`
kBT . Ce dernier crite`re concerne les couches les plus externes, qui sont tre`s peu peuple´es, ce qui
explique qu’on ne les se´pare pas. Cela permet de se limiter a` trois supracouches :
σ1 = (1s2s2p), σ2 = (3s3p3d) et σ3 = (4s4p4d4f5s5p5d).
Ensuite, il s’agit de re´partir les e´lectrons dans les supracouches. La premie`re supracouche
σ1 sera toujours comple`tement remplie. Par contre, les populations fractionnaires de 3s, 3p et
3d e´tant de 0.40, 0.86 et 0.87, il faudra prendre en compte plusieurs populations possibles pour
ces sous-couches (et pas seulement l’entier le plus proche), ainsi que pour la supracouche qui
les contient. Les crite`res choisis pour la de´termination des populations possibles de ces supra-
couches permettent de construire un certain nombre de supraconfigurations (les 25 premie`res
sont e´nume´re´es dans la table 3.2). La se´lection consiste a` calculer les probabilite´s pre´liminaires
des supraconfigurations, calcule´es a` partir de l’expression de l’e´nergie issue du calcul de l’Atome
Moyen, sans les termes d’interaction. Ne sont alors retenues que les supraconfigurations dont la
probabilite´ est supe´rieure a` un certaine valeur que l’on se fixe, en fonction de la repre´sentativite´
et de la pre´cision de´sire´e.







































































































Tab. 3.2 – Liste des 25 premie`res supraconfigurations calcule´es et de leur charge
La supraconfiguration Ξ23 par exemple est peu probable : cela est duˆ au fait que la supra-
couche σ2 contient 6 e´lectrons et que les re´sultats du calcul de l’Atome Moyen indiquent que
les populations moyennes (fractionnaires) de 3s, 3p et 3d composant la supracouche σ2 sont
de 0.40, 0.86 et 0.87, leur somme e´tant e´gale a` 2.13. La somme des populations fractionnaires
moyennes des sous-couches composant la supracouche σ3 est de 0.48. Les supraconfigurations les
plus probables sont donc, avant le calcul auto-cohe´rent, celles dont la supracouche σ2 contient
deux e´lectrons et la supracouche σ3 ze´ro ou un e´lectron.
Les valeurs relatives des probabilite´s a` l’issue du calcul auto-cohe´rent peuvent eˆtre diffe´rentes.
Ces probabilite´s boltzmanniennes sont calcule´es a` partir de l’expression de l’e´nergie expose´s au
sous-chapitre 3.1.5.
3.1.4 Nombre de configurations d’une supraconfiguration
Il est inte´ressant de calculer le nombre de configurations contenues dans une supraconfi-
guration donne´e. Conside´rons une supracouche compose´e de r sous-couches et contenant N
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e´lectrons. Cherchons tout d’abord le nombre exact de manie`res de placer N e´lectrons dans r
niveaux d’e´nergie de de´ge´ne´rescences respectives q1, q2, ...qr−1 et qr. Appelons C(r,N) ce nombre.
1er cas : si qr est plus grand que N , il y a (N +1) manie`res de remplir la r
ieme sous-couche,
parce qu’il est possible d’y placer i e´lectrons, i variant de 0 a` N .
2nd cas : si qr est plus petit que N , il y a (qr + 1) manie`res de remplir la r
ieme sous-couche,
parce qu’il est possible d’y placer i e´lectrons, i variant de 0 a` qr.
Dans les deux cas, pour chaque valeur de i, on doit maintenant distribuer (N − i) e´lectrons
dans les (r − 1) sous-couches restantes.
Si qr est plus grand que N , le nombre de configurations contenues dans une supraconfigura-




C(r − 1, N − i)




C(r − 1, N − i)
Les formules de re´currence ci-dessus sont tre`s faciles a` mettre en oeuvre nume´riquement et
permettent d’obtenir le re´sultat tre`s rapidement.





C(rσ − 1, Nσ − 1)
Prenons comme exemples deux cas correspondant aux mesures effectue´es par C. Chenais-
Popovics et al [26, 27] et aux calculs effectue´s en vue de leur mode´lisation. Pour un plasma de
nickel (Z = 28), a` une tempe´rature de 20eV et une densite´ de 0.0174g/cm3 avec 200 supraconfi-
gurations, le nombre total de configurations est 23 256. Pour un plasma de samarium (Z = 62)
a` une tempe´rature de 19.8eV et une densite´ de 0.003g/cm3 avec 150 supraconfigurations, le
nombre total de configurations est 614 123.
3.1.5 Energie libre d’une supraconfiguration








C de´signe la partie correspondant aux e´lectrons libres et aux interactions entre
e´lectrons lie´s et e´lectrons libres tandis que E
(bb)
C est l’e´nergie correspondant aux interactions
entre e´lectrons lie´s. Nous pouvons utiliser pour la partie E
(bb)
C la formule Hartree-Fock dans
laquelle les interactions e´lectroniques sont calcule´es comme moyennes sur toutes les valeurs des








r − δr,s)Vsr] + E(bl+ll)C (3.14)
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ou` r, s parcourent les sous-couches lie´es de la configuration C, qCr est la population (le
nombre d’e´lectrons lie´s) de la sous-couche r et δr,s le symbole de Kronecker. Is et Vrs sont
calcule´s en utilisant les e´tats a` un e´lectron du calcul auto-cohe´rent de la supraconfiguration Ξ.
Des expressions plus de´taille´es de Is et Vrs sont donne´es en annexe A. L’e´quation 3.14 peut eˆtre





















r ǫr. Nous avons mis en e´vidence dans EC le terme qui comprend la somme
des valeurs propres a` un e´lectron lie´, ǫr et le terme duˆ aux e´lectrons libres E
(bl+ll)
C . Les termes
restants seront de´sormais regroupe´s dans E
(1)
C .
L’approximation de la me´thode des supraconfigurations consiste a` remplacer E
(1)
C dans
l’e´quation 3.15 par la moyenne sur toutes les configurations C appartenant a` la supraconfi-
guration Ξ que nous appelons E
(1)
Ξ . La formule 3.15 devient :
EC = E
(0)































n repre´sente un e´tat lie´ de la configuration C et Cl une configuration d’e´lectrons libres































est la de´ge´ne´rescence de la configuration C. gr de´note la de´ge´ne´rescence
de la sous-couche r. Cet ansatz de la me´thode des supraconfigurations (e´quation 3.16) a e´te´
propose´ par Bar-Shalom et al [7, 8] et l’approximation consistant a` l’utiliser n’est applique´e que
dans le facteur de Boltzmann. Remarquons cependant que l’e´nergie < E
(1)
C >Ξ, que nous intro-
duisons dans l’e´quation ?? de´pend de la tempe´rature, ce qui n’est pas le cas de l’approximation
de < E
(1)
C >Ξ propose´e dans [7, 8].
Nous pouvons finalement e´crire l’expression de l’e´nergie libre d’une supraconfiguration Ξ
[22] :





gC exp[−βEC ] (3.20)
Le deuxie`me terme contient S
(ll)
Ξ , l’entropie du gaz d’e´lectrons libres (calcule´e a` l’approxi-
mation Thomas-Fermi), et le dernier terme correspond a` l’e´nergie libre d’e´change-corre´lation
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calcule´e a` l’approximation LDA selon les formules d’Iyetomi et Ichimaru [53] (voir annexe D)





Ξ,xc (n)− F (bb)Ξ,xc(nlie´s) (3.21)
La soustraction de l’e´nergie libre d’e´change-corre´lation due aux e´lectrons lie´s vient du fait
que les termes Hartree-Fock d’interaction et d’e´change sont de´ja` pris en compte dans UΞ, appele´e
somme statistique de la supraconfiguration Ξ.
3.1.6 Calcul des sommes statistiques
La somme statistique de la supraconfiguration Ξ s’e´crit comme le produit des sommes sta-
















q!(g − q)! = C
q
g (3.23)






























avec Xs = exp(−βǫs), s e´tant une sous-couche de de´ge´ne´rescence gs et de population qs
appartenant la supracouche σ contenant smax sous-couches. La substitution de l’e´quation 3.24
dans la de´finition 3.25 permet d’e´crire [7] :
Uσ,Qσ(~g) = Uσ,Qσ(gs, Xs; s ∈ σ) = Uσ,Qσ(~gr) +XrUσ,Qσ−1(~gr) (3.26)
ou` nous introduisons une nouvelle notation :
Uσ,Qσ(~g
r) = Uσ,Qσ(gs − δr,s, Xs; s ∈ σ) (3.27)






avec r ∈ σ. Introduisons maintenant la fonction :









ou` la somme s’e´tend sur toutes les valeurs possibles de la charge de la supracouche σ. Cela



























































































i∈σ giXi. Enfin, l’application successive de cette proce´dure nous donne la relation












Application au calcul du nombre de micro-e´tats d’une supraconfiguration
Il est inte´ressant de calculer le nombre de micro-e´tats contenus dans une supraconfiguration.
Le nombre de micro-e´tats d’e´lectrons lie´s UΞ d’une supraconfiguration est le produit des nombres
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ou` Ξ est une supraconfiguration et σ une supracouche de charge Qσ. La barre de U signifie
qu’il s’agit des sommes statistiques comme celles de´finies dans l’e´quation 3.25 sans le facteur
















avec q1+q2+...+qsmax = Qs, qi et gi e´tant respectivement la population et la de´ge´ne´rescence









En revenant a` nos exemples, nous obtenons les nombres suivants : pour un plasma de nickel
(Z = 28), a` une tempe´rature de 20eV et une densite´ de 0.0174g/cm3 avec 200 supraconfigura-
tions, le nombre de micro-e´tats correspondant est 7 523 971 100 ; pour un plasma de samarium
(Z = 62) a` une tempe´rature de 19.8eV et une densite´ de 0.003g/cm3 avec 150 supraconfigura-
tions, le nombre total de micro-e´tats est 43 899 942 824 145.
L’approximation des supraconfigurations est une technique tre`s puissante permettant de
tenir compte, via le calcul de sommes statistiques, de nombres tre`s e´leve´s de configurations et
de niveaux microscopiques (micro-e´tats).
Comptage des e´lectrons et comptage des trous
Lorsqu’une supracouche σ de de´ge´ne´rescence Gσ contient Qσ e´lectrons, il est e´galement
possible de conside´rer qu’elle contient Gσ−Qσ ”trous” [20, 22]. Lorsque la valeur de Qσ approche
celle de Gσ, le calcul des sommes statistiques en comptage d’e´lectrons peut eˆtre sujet a` des
impre´cisions nume´riques. Pour comprendre l’origine de cette impre´cision nume´rique, il est plus
simple de raisonner sur le cas ou` la supracouche σ en question est en fait une sous-couche s






, dont la valeur maximale est atteinte pour qs ≈ gs2 . Tant que le
coefficient du binoˆme croˆıt en fonction de qs, la pre´cision est pre´serve´e, mais lorsque qs >
gs
2 , les
relations de re´currence portant sur les sommes statistiques Uσ,qs comprennent des soustractions
de nombres tre`s grands. Pour y reme´dier, e´crivons la relation suivante :
Uσ,Qσ(gs, Xs; s ∈ σ) = Uσ,Gσ−Qσ(gs,
1
Xs




et introduisons la de´finition [20] :
U∗σ,Q∗σ(~g) = Uσ,Q∗σ(gs, X
∗
s ; s ∈ σ) = Uσ,Gσ−Qσ(gs,
1
Xs




et Q∗σ = Gσ − Qσ. Les relations de re´currence s’appliquent e´galement a` U ∗σ,Q∗σ
avec le remplacement de Xs par X
∗
s . Ainsi, pour des raisons de pre´cision nume´rique, il est plus
judicieux de calculer les sommes statistiques sur les e´lectrons si le nombre d’e´lectrons d’une
supracouche ne de´passe pas la moitie´ de la de´ge´ne´rescence de cette supracouche. Sinon, on
calcule les sommes sur les trous.
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3.1.7 Formules explicites permettant le calcul de l’e´nergie d’une supraconfi-
guration
Une partie des formules a e´te´ publie´e dans [20, 22]. Le comptage des trous a e´te´ propose´ dans
























Dans le cadre du comptage des e´lectrons, < Eσ >
(A)













































Dans le cadre du comptage des e´lectrons, E
(B,1)

































(1− δσ,σ′) < Eσσ′ >(B,2)Ξ (3.50)
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Dans cette dernie`re e´quation, il est possible de traiter les supracouches σ et σ ′ soit par
comptage des e´lectrons, soit par comptage des trous. Dans le cas ou` σ est traite´ par comptage
des trous et σ′ par comptage des e´lectrons, < Eσσ′ >
(B,2)

















R = 0 si σ et σ′ sont traite´s de la meˆme manie`re (toutes deux par comptage des e´lectrons
ou toutes deux par comptage des trous) et R = 1 si σ et σ′ sont traite´s diffe´remment (l’une par
comptage des e´lectrons et l’autre par comptage des trous).
3.1.8 Partie lie´-libre de l’energie libre d’une supraconfiguration
D’une certaine manie`re, les sommes statistiques des configurations d’e´lectrons libres sont
effectue´es dans le cadre de la the´orie Thomas-Fermi. Nous remplac¸ons en effet la moyenne de
toutes les configurations d’e´lectrons libres dans ?? par le facteur statistique exp[−β(F (bl+ll)Ξ )],
ou` F
(bl+ll)
Ξ est l’e´nergie libre provenant des e´lectrons du continuum dans la supraconfiguration




































n est la densite´ e´lectronique totale, nlibres la densite´ de charge cre´e´e par les e´lectrons
libres et vlibres le potentiel coulombien qui en re´sulte ; vlie´s est le potentiel coulombien duˆ
aux e´lectrons lie´s de la supraconfiguration. K
(ll)
Ξ est l’e´nergie cine´tique des e´lectrons libres et
F
(total)
Ξ,xc (n) − F (bb)Ξ,xc(nlie´s) est l’e´nergie d’e´change et de corre´lation. nlibres et S(ll)Ξ sont calcule´es
a` l’approximation Thomas-Fermi. L’e´nergie libre d’une supraconfiguration Ξ a pour expression












d~rI3/2(y0, βµΞ + y0) + F
(total)











V (r) = Zer +Vlie´s(r)+Vlibres(r)+Vxc(r) e´tant le potentiel effectif total de la supraconfigura-
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3.1.9 Description statistique des moments du spectre d’absorption
Formules pour le calcul des moments
Comme nous l’avons vu dans le cas de l’approximation UTA (Unresolved Transition Arrays),
une approche statistique des transitions lie´-lie´ consiste en ge´ne´ral a` mode´liser la section efficace
correspondant a` ces transitions par une se´rie de fonctions gaussiennes caracte´rise´es par les trois
premiers moments de cette section efficace. Dans la me´thode STA (Super Transition Arrays), il
s’agit des trois premiers moments du spectre de toutes les transitions du type α→ β entre deux
supraconfigurations. Pour une transition a` un e´lectron α → β, ces moments sont de´finis pour

































< n|Pˆ δ(h¯ω − h¯ω′ + Hˆ)nˆ(~r)~r|m > ×
< m|δ(h¯ω′ − Hˆ)nˆ(~r′)~r′|n > (3.57)
ou` nˆ est l’ope´rateur densite´, Hˆ l’ope´rateur Hamiltonien. La notation C ′(α, β, C) signifie ”C’
obtenue a` partir de C par α→ β”. Pˆ l’ope´rateur de´fini par :
Pˆ =
exp[−β(Hˆ − µNˆ)]
Tr[exp[−β(Hˆ − µNˆ)]] (3.58)
Nˆ e´tant l’ope´rateur ”nombre d’e´lectrons” et µ le potentiel chimique.
Les expressions re´sultantes des moments
L’approximation principale pour le calcul des moments consiste a` e´crire l’ope´rateur Pˆ sous
la forme [22] :
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UΞ = exp[−β(E(1)Ξ + F (bl+ll)Ξ′ )]
∑
C∈Ξ







r ǫr. L’approximation 3.59 joue un roˆle tre`s important car elle permet d’effec-
tuer analytiquement le calcul des sommes statistiques. Conside´rons une supraconfiguration Ξ et
une transition dipolaire e´lectrique α→ β ou` α et β sont des sous-couches telles que |Dnαmβ |2 6= 0.
La supraconfiguration Ξ′ est de´termine´e a` partir de la supraconfiguration Ξ graˆce a` la transition






exp[−β(E(1)Ξ + F (bl+ll)Ξ )]M¯Ξ,α→βI (3.62)





qCα (gβ − qCβ )
gαgβ
| < α||~r||β > |2 (3.63)
Les moments d’ordre 1 et 2, quant a` eux, font intervenir l’Hamiltonien. Nous pouvons intro-
duire ses e´tats propres dans les configurations initiale et finale, respectivement |nC > et |nC′ >.
La configuration C ′ est de´termine´e a` partir de la configuration C par la transition α → β. Les







(< mC′ |Hˆ|mC′ > − < nC |Hˆ|nC >)I |DnCmC′ |2 (3.64)
pour I = 1, 2. Dnm est l’ope´rateur dipolaire :
Dnm =
∫
d~r < n|nˆ(~r)~r|m > (3.65)









avec A(C,C ′) =< mC′ |Hˆ|mC′ > − < nC |Hˆ|nC > et ζ =
∑
nC∈C,mC′∈C′ |DnCmC′ |2. Bauche
et al [9, 13, 10, 14, 11] ont propose´ des formules analytiques pour le calcul de ces moments dans
les cas du couplage interme´diaire et du couplage jj (voir annexe B).
Il est important de pre´ciser que les expressions des moments MΞ,α→βI que nous avons
pre´sente´es constituent seulement un point de de´part pour e´tablir les formules effectivement
programme´es. En pratique, ces moments peuvent eˆtre exprime´s a` l’aide des sommes statistiques
des supracouches Uσ,n(~g
αβ) ou` n prend les valeurs de 0 a` Qσ [22].
3.1.10 Grandeurs thermodynamiques
Chaque supraconfiguration ayant un nombre entier d’e´lectrons lie´s, il est possible de regrou-
per les supraconfigurations de meˆme charge en ”ions” et ainsi de calculer diffe´rentes quantite´s
thermodynamiques pour chaque ion, moyenne´es sur les supraconfigurations, comme le potentiel
chimique d’e´lectrons libres de l’ion, ou sa pression. Il est important de noter que cette dernie`re
quantite´ de´pend principalement de la charge de la supraconfiguration.
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3.2 Nouvelle approche thermodynamique
3.2.1 Traitement de l’e´crantage
Les spectres de photo-absorption obtenus dans les expe´riences actuelles [26, 27, 28], utilisant
des cibles chauffe´es radiativement, correspondent a` des densite´s relativement faibles (environ
0.01g/cm3), c’est-a`-dire a` des conditions dans lesquelles les effets de densite´ ne sont pas tre`s
importants excepte´ dans l’e´largissement des raies individuelles. Il semble que les effets de densite´
ou effets de plasma pourront se manifester davantage dans des expe´riences qui seront effectue´es
sur les grands lasers de la future ge´ne´ration.
A l’origine, la me´thode des supraconfigurations a e´te´ introduite avec un traitement simplifie´
des effets de plasma. L’information concernant l’ionisation par pression des sous-couches e´tait
limite´e a` celle qui provient du mode`le de l’Atome Moyen. L’e´crantage des ions par les e´lectrons
libres n’e´tait pas pris en compte et ainsi la neutralite´ globale du plasma n’e´tait pas assure´e. Une
tentative d’incorporer les effets de densite´ dans l’approximation des supraconfigurations a e´te´
propose´e simultane´ment a` une nouvelle me´thode Hartree-Fock thermique pour les e´lectrons lie´s
[20, 21] .
Dans l’approche LDA des effets de plasma, de´veloppe´e dans [21] et que nous allons ap-
peler approche standard, chaque supraconfiguration a une pression e´lectronique P diffe´rente,
de´pendant principalement de la charge de la supraconfiguration et d’une certaine manie`re de
son potentiel auto-cohe´rent. Ainsi, au-dela` de la sphe`re de Wigner-Seitz, chaque supraconfigu-
ration a en principe une densite´ d’e´lectrons libres diffe´rente. La meˆme observation s’applique a`
d’autres quantite´s comme la pression. Une telle description ne prend pas en compte le fait que
tous les ions se trouvent dans le meˆme ”bain” d’e´lectrons libres. C’est pourquoi dans la nouvelle
approche pre´sente´e dans ce travail de the`se l’e´crantage duˆ aux e´lectrons libres est pris en compte
en imposant la meˆme pression e´lectronique pour chaque charge ionique.
3.2.2 Thermodynamique auto-cohe´rente des supraconfigurations
Il serait souhaitable, du point de vue de la cohe´rence de la me´thode des supraconfigurations
e´crante´es, de reformuler le mode`le afin que l’environnement autour de chaque supraconfiguration
soit le meˆme. Une possibilite´ peut eˆtre d’exiger, d’une manie`re auto-cohe´rente, la meˆme densite´
e´lectronique autour de chaque supraconfiguration. Pourtant, il est connu que dans le cas des
me´langes (plasmas compose´s de plusieurs e´le´ments) a` l’e´quilibre thermodynamique, c’est la
pression e´lectronique qui doit eˆtre e´gale entre les atomes [76, 84]. Novikov [77] a de´montre´ cela
pour des ions de´crits dans l’approximation des configurations de´taille´es e´crante´es. Comme nous
allons le de´montrer ci-dessous, cela reste valable dans le cas des supraconfigurations. Dans notre
approche, nous partons de l’hypothe`se que l’e´nergie libre du plasma est additive et e´crivons,
en suivant la proce´dure de Mermin [71] l’e´nergie libre totale (pour un plasma de´crit par M
supraconfigurations inde´pendantes et indiscernables) sous la forme :
F (T,WΞ,ΩΞ,Ξ = 1, ...,M) =
M∑
Ξ=1
[WΞFΞ(T,WΞ,ΩΞ) + kBTWΞ ln(WΞ)] (3.67)
Le deuxie`me terme du membre de droite correspond a` l’entropie de la distribution des su-
praconfigurations. La condition de normalisation des probabilite´s WΞ s’e´crit :
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M∑
Ξ=1
WΞ = 1 (3.68)
Le volume total occupe´ par les ions doit eˆtre e´gal au volume de Wigner-Seitz correspondant
a` la densite´ nominale du plasma :
M∑
Ξ=1
WΞΩΞ = Ω (3.69)
Introduisons deux multiplicateurs de Lagrange B et P , B e´tant associe´ a` la condition de
normalisation des probabilite´s 3.68 et P a` la conservation du volume 3.69. Il faut ensuite rendre
stationnaire la fonctionnelle :
F˜ (T,WΞ,ΩΞ,Ξ = 1, ...,M) = F (T,WΞ,ΩΞ,Ξ = 1, ...,M) + P (
M∑
Ξ=1





a` tempe´rature T constante par rapport aux variables WΞ et ΩΞ qui sont conside´re´es comme
inde´pendantes, ce qui s’e´crit :
δF˜ (T,WΞ,ΩΞ,Ξ = 1, ...,M) = 0 (3.71)
L’extre´malisation par rapport aux probabilite´s WΞ conduit a` la relation suivante :
FΞ + kBT ln(WΞ) + PΩΞ +B + kBT = 0 (3.72)






Cette dernie`re e´quation nous permet d’identifier le multiplicateur de Lagrange P comme
e´tant la pression e´lectronique. Cette pression est la meˆme pour chaque supraconfiguration
puisque 3.73 est valable quelle que soit Ξ, et ce re´sultat de´coule de la minimisation de l’e´nergie
libre totale du plasma. D’autre part, l’e´quation 3.72 nous permet d’e´crire :
kBT ln(WΞ) = −FΞ − PΩΞ −B − kBT (3.74)
qui nous donne l’expression de la probabilite´ de la supraconfiguration Ξ :
WΞ = exp[− B
kBT




WΞ = C exp[−FΞ + PΩΞ
kBT
] (3.76)
La constante de normalisation C s’obtient en e´crivant que :
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M∑
Ξ=1
C exp[−FΞ + PΩΞ
kBT
] = 1 (3.77)





La de´termination du multiplicateur de Lagrange B de´coule directement des e´quations ci-
dessus. En effet nous connaissons la relation entre B et C d’apre`s 3.75 :
C = exp[− B
kBT
− 1] (3.79)
L’e´galite´ 3.78 permet alors d’obtenir :






L’expression 3.76 montre que la probabilite´ d’une supraconfiguration Ξ obe´it a` une loi de
Boltzmann et que l’e´nergie intervenant dans le facteur exponentiel correspondant est FΞ+PΩΞ.
3.2.3 Difficulte´s d’une formulation variationnelle
Il y a plusieurs diffe´rences entre le formalisme pre´sente´ ici et le formalisme propose´ par
Novikov [77]. La plus importante est que dans notre cas les e´nergies libres des supraconfigurations
sont de´ja` calcule´es en utilisant les densite´s e´lectroniques et les fonctions d’onde re´sultant du
calcul auto-cohe´rent (SCF : Self Consistent Field). Pour cette raison, la densite´ e´lectronique
est de´termine´e par la structure de la supraconfiguration et par le rayon de Wigner-Seitz. Dans
l’approche de Novikov, l’e´nergie libre de chaque configuration de´pend des fonctions d’onde des
e´lectrons lie´s ainsi que de la densite´ d’e´lectrons libres.
Dans son approche, la proce´dure de minimisation de l’e´nergie libre devrait non seulement
de´terminer les conditions d’e´quilibre entre les supraconfigurations, mais e´galement reproduire
les e´quations du calcul auto-cohe´rent. Il semble cependant qu’il soit difficile voire impossible
de formuler le proble`me variationnel pour un atome de taille finie confine´ dans une sphe`re de
Wigner-Seitz. Si tous les e´lectrons sont traite´s par le mode`le Thomas-Fermi par exemple, cette
formulation variationnelle est possible. Mais si, comme c’est le cas dans l’approche de Novikov et
dans la noˆtre, ils sont de´crits dans le cadre de la me´canique quantique, elle est impossible, du fait
que les fonctions d’onde des e´lectrons lie´s ne sont pas confine´es dans la sphe`re de Wigner-Seitz.
Une solution a` ce proble`me pourrait provenir du mode`le de l’atome dans un jellium1.
3.3 Re´alisation pratique de la me´thode
3.3.1 Syste`me d’e´quations
Nous avons vu (sous-chapitre 3.1.10 ) que toutes les supraconfigurations de meˆme charge
peuvent eˆtre regroupe´es en ions. Le fait de conside´rer ainsi des groupes de supraconfigurations
1jellium : description du plasma dans laquelle les e´lectrons libres forment un gaz homoge`ne dans un environ-
nement neutralisant charge´ positivement et uniforme.
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(ou ions) permet de diminuer le nombre d’”objets” a` manipuler. Le nombre de ces ”objets” est
le nombre I d’ions pre´sents dans le plasma.
Grandeurs thermodynamiques moyennes et probabilite´s d’existence des ions
La valeur d’une grandeur thermodynamique X d’un ion i s’e´crit comme la moyenne de cette






WΞ repre´sente la probabilite´ de la supraconfiguration Ξ et X(Ξ) la valeur de la grandeur







Egalite´ des pressions e´lectroniques
Initialement, toutes les supraconfigurations sont calcule´es en utilisant la meˆme densite´ ato-
mique, c’est-a`-dire la densite´ nominale du plasma ρtot. Les supraconfigurations sont alors groupe´es
en ”ions” et la pression e´lectronique est calcule´e pour chaque ion. La me´thode de ce calcul est
pre´sente´e plus loin (paragraphe 3.3.5 ). Ensuite, nous supposons que les ions peuvent avoir des
densite´s partielles diffe´rentes. L’e´galite´ de toutes les pressions e´lectroniques se traduit par (I−1)
e´quations non line´aires. Pour chaque k ∈ [1, I − 1], cette e´galite´ se traduit par :
Pk(ρk) = Pk+1(ρk+1) (3.83)
ou` Pk et ρk repre´sentent respectivement la pression e´lectronique au bord et la densite´ des ions
de charge Zk. Rappelons que la de´pendance de Pk en fonction de la densite´ ρk est non-line´aire et
non-explicite. En effet la pression au bord, comme tous les parame`tres d’une supraconfiguration,
provient du calcul auto-cohe´rent.
Pre´servation de la densite´ ionique totale
Il faut assurer la pre´servation de la densite´ totale (ou du volume total) :
I∑
k=1
Ωk = Ω (3.84)
ou` Ωk est le volume occupe´ par les Nk ions de charge Zk et Ω le volume total du plasma.
En utilisant la relation Ωk = Nk/ρk (Nk e´tant le nombre d’ions de charge Zk) et Ω = N/ρtot
(N =
∑I
k=1Nk e´tant le nombre total d’ions dans le plasma), la pre´servation de la densite´ totale
ρtot s’e´crit :















































ou` W˜k = Nk/N repre´sente la fraction d’e´tats de charge Zk.
Cette e´quation constitue la I ie`me e´quation et ”ferme” ainsi le syste`me pre´ce´dent des (I − 1)
e´quations non line´aires de variables ρ1, ρ2, ..., ρI .
3.3.2 Re´solution du syste`me vectoriel














































est le vecteur des densite´s ioniques.
Pour re´soudre le syste`me 3.87, il est commode d’utiliser une me´thode de Newton multidimen-
sionnelle (me´thode de Newton-Raphson). Un de´veloppement de Taylor de la fonction vectorielle
~Y au premier ordre permet d’e´tablir l’e´quation :




ou` i est le nume´ro de l’ite´ration. L’obtention de la convergence se traduit par :
~Y (~ρ(i+1)) = ~0 (3.90)
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Introduisons le vecteur correction de la solution δ~ρ(i) :
~ρ(i+1) = ~ρ(i) + δ~ρ(i) (3.91)
L’e´quation 3.89 devient :
δ~ρ(i) = −(J)−1.~Y (~ρ(i)) (3.92)
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Dans cette matrice, seuls les termes diagonaux, sur-diagonaux et les termes de la dernie`re
ligne sont non nuls. Pour cette raison elle est tre`s simple a` inverser analytiquement. Cherchons


































aI = bI (3.97)
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γk−1]a1 = bI (3.107)
d’ou` :






















Les e´le´ments de la matrice K inverse de J s’e´crivent donc :
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si j < i,
Kij = 0 (3.111)







Avec ces notations, l’expression des δρ
(i)
j , j = 1, ...I est :
δρ
(i)
j = −Kjm.Ym(~ρ(i)) (3.113)
Une fois obtenu le vecteur solution, nous calculons la valeur de la pression ainsi que les den-
site´s partielles et les fractions ioniques correspondantes (W˜k, k ∈ [1, I]) a` partir du programme.
Il est inte´ressant d’e´tudier la distribution ionique et de calculer la charge effective (moyenne)
du plasma donne´e par notre me´thode. Les re´sultats ci-dessous concernent des plasmas de nickel
(Z = 28) car beaucoup d’expe´riences sont effectue´es sur des plasmas de nickel [26, 27, 28]. Le
nickel est proche du fer (Z = 26), et sa re´activite´ chimique est moins importante que celle du
fer (il s’oxyde beaucoup moins facilement). Le fer, le nickel et d’autres me´taux peuvent dominer
les proprie´te´s radiatives de l’inte´rieur du soleil et la connaissance des coefficients d’absorption
dans diffe´rentes conditions pour le plasma peuvent aider a` connaˆıtre la composition chimique
de l’inte´rieur du soleil. L’interpre´tation des donne´es heliosismologiques de´pend fortement des
opacite´s du fer introduites dans les mode`les astrophysiques [94].
3.3.3 Conditions a` l’ite´ration ”ze´ro”
Plusieurs possibilite´s s’offrent a` nous pour le choix des conditions initiales. Dans notre calcul
ite´ratif, un choix possible consisterait a` prendre toutes les densite´s ioniques e´gales a` la densite´
nominale du plasma, qui est la densite´ correspondant a` l’inverse du volume de la sphe`re de
Wigner-Seitz dans la situation ou` tous les ions ont le meˆme volume (approche standard). On
peut aussi faire un choix plus ”physique” afin d’acce´le´rer la convergence, en faisant l’hypothe`se
que :
ρi = f(Zi) (3.114)
avec f une fonction de´croissante (voir sous-chapitre 3.3.4 ). Cherchons par exemple des den-





ou` α est une constante qu’il nous faut de´terminer. L’e´quation de conservation de la densite´









ce qui peut encore s’e´crire :

































ou` Z∗ est la moyenne des charges ioniques du plasma, ou charge effective. On peut donc
choisir comme conditions a` l’ite´ration ”ze´ro” :




3.3.4 Algorithme de la me´thode et nouvelle description du plasma
La figure 3.1 pre´sente l’algorithme de la me´thode.
Dans l’approche standard, toutes les cellules sphe´riques ont le meˆme volume. Dans notre
nouvelle approche, le volume de chaque ion varie, ce qui signifie que chaque e´tat de charge du
plasma correspond a` un volume particulier de la cellule sphe´rique. Comme nous allons le voir,
plus la charge est petite, plus le volume de la sphe`re est petit. Cependant, cela ne constitue
qu’une image, et il faut se garder de vouloir lui en faire dire plus qu’elle ne peut. En fait, dans
notre mode`le, les sphe`res ioniques ”ne se voient pas entre elles”, c’est-a`-dire que tout se passe
comme si chaque sphe`re e´tait seule dans un plasma homoge`ne. Les figures 3.2 et 3.3 pre´sente´es
ici ne correspondent donc pas a` des descriptions re´alistes. Comme nous l’avons mentionne´ dans
le chapitre 1, la sphe`re de Wigner-Seitz trouve son origine en physique de la matie`re condense´e.
La cellule de Wigner-Seitz est la cellule primitive d’un re´seau cristallin. En trois dimensions, il
s’agit d’un polye`dre. Il est possible de remplir l’espace avec des cellules de Wigner-Seitz. Dans le
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Fig. 3.2 – Description du plasma dans la me´thode des supraconfigurations a` volume constant
Fig. 3.3 – Description du plasma dans la me´thode des supraconfigurations a` pression constante
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cadre de ce travail, la cellule de Wigner-Seitz est une sphe`re. Certes, cela se justifie par le fait que
le volume de la sphe`re n’est pas tre`s diffe´rent du volume d’un polye`dre ayant un grand nombre
de faces, mais il n’est pas possible de remplir l’espace avec des sphe`res. Cependant, il n’est pas
du tout pertinent ici de se poser la question du remplissage de l’espace par des sphe`res de meˆme
volume ou par des sphe`res de volumes diffe´rents, pour la raison que notre mode`le utilise une
sphe`re unique pour laquelle nous calculons des grandeurs comme l’ionisation, qui peut prendre
des valeurs diffe´rentes et ainsi confe´rer a` la sphe`re des volumes diffe´rents. Notre approche est
en quelque sorte une approche de ”superposition” de diffe´rentes situations, et non un proble`me
multi-centre´ ou des entite´s ge´ome´triques coexisteraient et de´pendraient les unes des autres.
3.3.5 Calcul de la pression et du terme de travail dans l’e´nergie
Terme de travail
Dans la me´thode standard, le volume ne varie pas, et nous avons vu que le de´faut principal
de cette me´thode est que la pression prend des valeurs diffe´rentes au bord des sphe`res ioniques
mode´lisant les diffe´rents degre´s de charge. Dans la nouvelle approche, l’objectif est d’imposer
l’e´galite´ de la pression, et ce en variant le volume des ions. En effet, les valeurs des volumes (ou
des densite´s partielles) sont les seuls parame`tres ”libres” dont nous disposons. De ce fait, si le
volume des sphe`res ioniques peut varier, il est indispensable de tenir compte dans l’e´nergie du
terme de travail ”PΩ”, c’est-a`-dire pression multiplie´e par volume3, qui correspond au travail
de pression contre le plasma environnant. Dans la pre´sente approche, la pression totale P est
compose´e de trois termes : la pression Plibres des e´lectrons libres (calcule´e dans le cadre du
mode`le Thomas-Fermi), la pression Plie´s des e´lectrons lie´s et la pression d’e´change-corre´lation
Pxc :
P = Plibres + Plie´s + Pxc (3.120)
Certes l’e´quation 3.120 constitue une approximation supple´mentaire lie´e a` la difficulte´ de
formuler un the´ore`me du Viriel dans notre mode`le, dans lequel les e´lectrons lie´s sont traite´s
via la me´canique quantique. L’atome est confine´ dans une sphe`re de Wigner-Seitz, autrement
dit il est de taille finie, ce qui pose, comme nous allons le voir, des proble`mes pour e´crire un
the´ore`me du Viriel pour les e´lectrons lie´s comme pour les e´lectrons libres. Cela vient du fait que le
mode`le Thomas-Fermi pour les e´lectrons libres donne une contribution locale de la pression, sous
forme d’inte´grales dont les bornes se limitent a` la sphe`re de Wigner-Seitz. Le mode`le quantique
pre´voit une formule de la pression faisant intervenir des inte´grales des fonctions d’onde et de leurs
de´rive´es. En fait, a` moins d’imposer des conditions particulie`res sur les valeurs de ces fonctions
d’onde et/ou de leurs de´rive´es au bord de la cellule ionique, ces inte´grales peuvent porter sur
3Dans un ensemble canonique isotherme, la fonction thermodynamique de´crivant un syste`me de volume Ω et
comportant N particules est l’e´nergie libre F (N,Ω, T ) = −kBT ln[U˜(N,Ω, T )], U˜(N,Ω, T ) e´tant la fonction de
partition du syste`me. A partir de cette expression, la fonction de partition U(N,P, T ) dans l’ensemble isotherme-
isobare a pour expression U(N,P, T ) =
∫
Ω




F (N,Ω, T ))]dΩ.
La fonction thermodynamique pertinente n’est plus l’e´nergie libre F mais l’enthalpie libre G = F +PΩ, ce qui
permet d’e´crire la probabilite´ d’une supraconfiguration sous la formeWΞ =
exp[−βGΞ]
U




exp[−βGΞ], GΞ = FΞ+PΞΩΞ, ΩΞ et PΞ e´tant le volume et la pression de la supraconfiguration Ξ,
FΞ son e´nergie libre et GΞ son enthalpie libre. Au bord de la sphe`re ionique correspondant a` la supraconfiguration
Ξ, l’enthalpie libre devient, puisque la pression est la meˆme pour toutes les supraconfigurations GΞ = FΞ +PΩΞ.
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tout l’espace. Il est en ge´ne´ral impossible de les limiter a` la sphe`re de Wigner-Seitz. Cette non-
localite´ typique de la description quantique implique, a` moins d’imposer des conditions au bord
particulie`res pour les fonctions d’onde des e´lectrons, que le the´ore`me du Viriel ne peut pas eˆtre
de´montre´. Pour pouvoir obtenir le the´ore`me du Viriel dans le cadre de la me´canique quantique,
il faudrait e´tablir un nouveau mode`le, fonde´ sur l’atome dans un jellium, et traiter dans le cadre
de la me´canique quantique les e´lectrons lie´s comme les e´lectrons libres.
The´ore`me du Viriel classique
Pour un syste`me classique, compose´ de N e´lectrons, il est possible de de´finir la grandeur







ou` (~ri, ~pi) sont les coordonne´es de l’e´lectron i dans l’espace des phases. La barre au-dessus














































Ni les positions, ni les impulsions des e´lectrons ne peuvent eˆtre infinies. Il est donc naturel







0 = 0 (3.125)









~FNPi ].~ri = −2Ecin (3.127)
~FPi repre´sente les forces de pression et
~FNPi les autres forces.
N∑
i=1




Ce qui, d’apre`s le the´ore`me de Green, s’e´crit :
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N∑
i=1




Il nous est donc possible d’e´crire :
N∑
i=1
~FPi .~ri = −3PΩ (3.130)
et nous savons que :
N∑
i=1
~FNPi .~ri = Epot (3.131)
Le the´ore`me pour le gaz d’e´lectrons s’e´crit :
3PΩ = 2Ecin +Epot (3.132)
De´termination de la pression
La pression thermodynamique obtenue comme l’oppose´e de la de´rive´e de l’e´nergie libre par













1+exp[x−η]dx. Il est inte´ressant de se demander si la pres-
sion obtenue par le the´ore`me du Viriel est e´gale a` la pression thermodynamique 3.133. Suivant
Feynman, Metropolis et Teller [44], calculons l’e´nergie cine´tique du gaz d’e´lectrons de´crit par le

























− η) + 1]
(3.135)





































− η) + 1]2
dr (3.136)
































− η) + 1]
dr (3.138)










− η) + 1]
(3.139)













= 1ǫ0 e(n(r)− Zδ(r)).
Ecrivons le potentiel V sous la forme :




ou` v est le potentiel du aux e´lectrons et Zer le potentiel du noyau. Ces deux potentiels ve´rifient



























Ecrivons alors I sous la forme :
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Or, la neutralite´ de la sphe`re implique la condition au bord : dvdr (r = rws) = 0 (annulation







































































































































































Le the´ore`me du Viriel s’e´crit :
3PΩ = 2Ecin +Epot (3.153)
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− η) + 1]
(3.154)













1+exp(x−t)dx et η =
µ
kBT
. Ce calcul montre que le the´ore`me du Viriel et
la minimisation de l’e´nergie libre [66] donnent bien la meˆme expression pour la pression du gaz
d’e´lectrons de´crit dans le cadre du mode`le Thomas-Fermi. L’utilisation du the´ore`me du Viriel
en vue de la de´termination de la pression est donc e´quivalente a` un calcul variationnel.
Pression due aux e´lectrons lie´s
Dans le cadre de notre approche, les e´lectrons lie´s sont traite´s dans le cadre de la me´canique
quantique. Il est alors possible de calculer la pression a` laquelle ils contribuent par le tenseur
des contraintes. Il s’agit en quelque sorte d’une formulation ”me´canique” de la pression. Nous
avons vu que dans le cas ou` les e´lectrons sont de´crits dans le cadre du mode`le Thomas-fermi,
la pression de´rive´e de l’e´nergie libre est e´gale a` la pression obtenue a` partir du the´ore`me du
Viriel (pression thermodynamique). Il est inte´ressant de se demander si la pression ”me´canique”
des e´lectrons lie´s calcule´e via le tenseur des contraintes est e´quivalente a` la pression que l’on
obtiendrait a` partir du the´ore`me du Viriel.
Pression donne´e par le tenseur des contraintes L’expression non relativiste de la pression















Du fait de la syme´trie sphe´rique, il suffit de calculer la pression en e´valuant la composante





















Dans cette expression, fnl =
1











− eV (r)]ynl(r) = ǫnlynl(r) (3.158)





















ou` k est de´fini par l’expression :
k2 =
2m(ǫnl + eV (rws))
h¯2
(3.161)
Ge´ne´ralement, seuls les effets des e´lectrons faiblement lie´s peuvent eˆtre importants, les effets
des e´lectrons fortement lie´s e´tant tre`s faibles.
Lien avec le the´ore`me du Viriel Nous avons pre´ce´demment rappele´ le the´ore`me du Viriel
pour un gaz d’e´lectrons de´crit classiquement. Il est inte´ressant, afin de s’assurer que la pression
”me´canique” pre´sente´e pre´ce´demment et la pression obtenue a` partir du the´ore`me du Viriel
co¨ıncident, d’e´tablir le the´ore`me du Viriel dans le cadre de la me´canique quantique. Il est possible
de montrer (voir annexe F ), a` partir de l’e´quation de Schro¨dinger mono-e´lectronique, que le
the´ore`me du Viriel pour les e´lectrons lie´s dans un volume sphe´rique Ω s’e´crit :
K1 +K2 +Epot = 3ΩP (3.162)






























(rRnl(r))− l(l + 1)
r2
(rRnl(r))]− (ǫnl + eV (r))rRnl(r) = 0 (3.165)


















exp[β(ǫnl−µ)]+1 et la contribution K2 a pour expression :










(rRnl(r))− l(l + 1)
r2
(rRnl(r))]dr (3.167)
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On peut montrer (voir annexe F ) que :
∑
n,l,m











nl(rws)|Ylm(θ~rws , φ~rws)|2 ×
[


















L˜nlm = −Epot (3.171)
Le the´ore`me du Viriel nous permet alors de connaˆıtre la pression au bord de la sphe`re de























Etant donne´ que ynl(r) = rRnl(r), il est aise´ de ve´rifier que cette formule est e´quivalente a`




















et ynl(r) = rRnl(r).
Remarque 1 :
L’inte´gration par parties du termeK1 e´crit avec la fonction d’onde totale ψ(~r) = rRnl(r)Ylm(θ, φ)
nous donne :






















Si de plus des conditions au bord du type Neumann sont impose´es :
~∇ψs(~rws) = 0
ou encore des conditions au bord du type Dirichlet :
ψs(~rws) = 0
la somme de K1 et K2 peut alors s’e´crire :


















ou` Ecin est l’e´nergie cine´tique. Dans notre cas, aucune de ces deux conditions n’est remplie.
La forme ”standard” du the´ore`me du Viriel :
3PΩ = 2Ecin +Epot (3.178)
n’est donc pas utilisable ici et il faut calculer les deux termes K1 et K2.
Remarque 2 :







ou` E0 est l’e´nergie de masse et Πk,l(ynl) le terme de´fini pre´ce´demment. Ainsi l’expression
relativiste de la pression diffe`re de l’expression non-relativiste par un unique coefficient multi-
plicatif qui, dans la quasi-totalite´ des cas qui nous concernent, est tre`s proche de 1 (voir table
3.3). Il faudrait s’inte´resser a` des e´le´ments tre`s lourds et des densite´s e´leve´es pour observer
des diffe´rences relativement importantes. Cependant, meˆme dans ces cas, la contribution des
e´lectrons lie´s a` la pression est tre`s faible.
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Tab. 3.3 – Comparaison entre l’expression non-relativiste et l’expression relativiste de la pression
(Mb) des e´lectrons lie´s pour le plasma d’aluminium a` la densite´ de 2.7g/cm3 et la tempe´rature
de 20eV
Ainsi, la pression de´rive´e du tenseur des contraintes est compatible avec le the´ore`me du
Viriel. Cependant, rien ne permet de dire que cette pression ”me´canique” que nous venons
d’introduire est e´gale a` la pression thermodynamique (de´rive´e de l’e´nergie libre). D’autre part,
le the´ore`me du viriel que nous avons obtenu a` partir de l’e´quation de Schro¨dinger semble se
pre´senter sous une forme diffe´rente de celle de l’e´quation 3.178, a` moins d’imposer des conditions
aux limites particulie`res aux fonctions d’onde. Imposer de telles contraintes revient a` localiser
les contributions K1 et K2 que nous avons introduites. En re´alite´, le the´ore`me du Viriel obtenu
a` partir de l’e´quation de Schro¨dinger n’est pas diffe´rent de celui de l’e´quation 3.178. Il est
simplement formule´ diffe´remment. En effet, dans le cas du gaz d’e´lectrons libres (c’est-a`-dire si
le potentiel est nul), on retrouve une formule identique a` celle que nous avons obtenue dans le
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ou` p =
√






















Les fonctions de Bessel sphe´riques jl ve´rifient la relation :
∞∑
l=0
(2l + 1)j2l (z) = 1 (3.185)





l(z) = 0 (3.186)


















)jl(z) = 0 (3.188)
L’introduction de l’expression de j ′′l issue de l’e´quation 3.188 permet d’e´crire l’e´quation 3.187




































)j2l (z) + j
2
l (z)] = 4
∞∑
l=0
(2l + 1)j2l (z) = 4 (3.191)










1+exp(x−t)dx et η =
µ
kBT
. Il s’agit bien de la formule de la pression 3.155
obtenue par le mode`le Thomas-Fermi applique´e au gaz d’e´lectrons libres (V (r) = 0). La formule
du the´ore`me du Viriel de´rive´e de l’e´quation de Schro¨dinger est certes diffe´rente du the´ore`me du
Viriel “classique”, mais elle permet de retrouver la formule de la pression pour le gaz d’e´lectrons
libres. Le the´ore`me du Viriel “quantique” tel qu’il se formule ici est simplement plus restrictif
puisqu’il ne pre´sage pas du comportement des fonctions d’onde au bord de la sphe`re ionique. Il
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est un te´moignage d’une limitation du mode`le de la sphe`re ionique et de la description diffe´rente
des e´lectrons libres (Thomas-Fermi) et des e´lectrons lie´s (Schro¨dinger). Rien ne nous permet de
pre´tendre que la pression qu’il nous donne est identique a` la pression thermodynamique (de´rive´e
de l’e´nergie libre).
Calcul de la contribution de l’e´change-corre´lation a` la pression
Nous avons conside´re´ la contribution des e´lectrons libres a` la pression, calcule´e dans l’ap-
proximation Thomas-Fermi, et la contribution des e´lectrons lie´s, calcule´e par le tenseur des
contraintes. La dernie`re contribution a` conside´rer, d’apre`s l’e´quation 3.120, est la pression
d’e´change-corre´lation. Nous avons montre´ que la pression des e´lectrons lie´s pouvait eˆtre ob-
tenue a` partir du the´ore`me du viriel 3.162. Il est possible, comme nous allons le voir, de re´e´crire
ce the´ore`me de manie`re a` ce qu’il inclue les effets d’e´change-corre´lation.
Lien avec le the´ore`me du Viriel Le the´ore`me du Viriel incluant les effets d’e´change-
corre´lation s’e´crit [64, 54, 56] :
















Cette expression est valable aussi bien dans l’approximation LDA (Local Density Approxi-
mation) que dans l’approximation GGA (Generalized Gradient Approximation) [64]. Dans l’ap-


















On obtient alors l’expression :
Pxc = [−neV LDAxc − fLDAxc ]r=rws (3.198)
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Comparaison entre la pression d’e´change-corre´lation analytique de Perrot et la
pression d’e´change-corre´lation issue du mode`le d’Iyetomi et Ichimaru Il peut eˆtre
inte´ressant de disposer d’une expression de la fonctionnelle d’e´change-corre´lation qui nous donne
facilement (analytiquement) acce`s a` la pression Pxc et qui serait une extrapolation acceptable (a`
tempe´rature non nulle) de la fonctionnelle d’e´change de Kohn-Sham [59]. La difficulte´ de la taˆche
re´side dans le fait qu’on ne peut pas traiter seulement les effets d’e´change : il est indispensable
de tenir compte des effets de corre´lation afin d’e´viter des comportements anormaux de la chaleur
spe´cifique a` volume constant Cv pour les basses tempe´ratures. Cette question demeure ouverte.
Horowitz et Thieberger [48] ont montre´ que la contribution de l’e´change a` la chaleur spe´cifique
est domine´e par le terme line´aire en tempe´rature et que cette contribution doit eˆtre annule´e
par d’autres contributions a` la chaleur spe´cifique. Perrot [78] a propose´ la forme suivante pour
F˜xc(n) = nFxc(n) (en unite´s atomiques




−2/3 + b0y−2] (3.199)







2)4/3 et b0 =
27
16 . La pression d’e´change-corre´lation s’e´crit alors,














avec X(n) = a0y
−2/3 + b0y−3.










Tab. 3.4 – Comparaison entre la pression (u.a.) d’e´change-corre´lation donne´e par la formule
analytique de Perrot et la pression d’e´change-corre´lation issue des formules d’Iyetomi et Ichimaru
pour le plasma de nickel a` la densite´ de 10g/cm3 et la tempe´rature de 25eV
A faible tempe´rature, les pressions calcule´es par les deux mode`les sont relativement proches,
comme l’indique la table 3.4. En fait, lorsque la tempe´rature est tre`s faible, les deux mode`les
tendent vers l’expression de l’e´change de Kohn-Sham [59].
4Pression(Mb) ≈ 290× Pression(u.a.)
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Tab. 3.5 – Comparaison entre la pression (u.a.) d’e´change-corre´lation donne´e par la formule
analytique de Perrot et la pression d’e´change-corre´lation issue des formules d’Iyetomi et Ichimaru
pour le plasma de nickel a` la densite´ de 10g/cm3 et la tempe´rature de 100eV
A tempe´rature plus e´leve´e (voir table 3.5), les pressions sont tre`s diffe´rentes. La pression
donne´e par le mode`le d’Iyetomi et Ichimaru [53] est plus e´leve´e que celle issue du mode`le ana-
lytique propose´ par Perrot [78]. En fait cette dernie`re atteint tre`s vite sa valeur asymptotique,
qui correspond a` la valeur asymptotique de l’e´change. Elle ne prend pas en compte les effets de
corre´lation correctement (voir annexe G), et n’est valable qu’a` tre`s faible tempe´rature.
La me´thode d’Iyetomi et Ichimaru, meˆme si elle est complexe a` mettre en oeuvre et si elle
ne fournit pas d’expression analytique, est meilleure pour de´crire les effets d’e´change-corre´lation
a` haute tempe´rature.
Cela illustre d’autre part le fait que les effets d’e´change sont plutoˆt des effets de basse
tempe´rature, qui disparaissent plus rapidement que les effets de corre´lation lorsque la tempe´rature
augmente.
3.3.6 Ionisation par pression
De´finition
Dans les plasmas de forte densite´ (c’est-a`-dire dans lesquels la pression e´lectronique est
e´leve´e), une augmentation brutale du degre´ d’ionisation peut se produire. Cet effet est appele´
”ionisation par pression” [23]. Dans le mode`le de l’atome confine´, l’ionisation par pression s’ex-
prime par le fait que le potentiel, ayant une porte´e finie, est caracte´rise´ par un nombre fini
d’e´tats lie´s [5]. Ainsi, l’ionisation par pression se traduit par la disparition d’un e´tat propre.
Le me´canisme de cette ionisation diffe`re de l’ionisation ”usuelle” due a` la tempe´rature. A forte
densite´ les interactions coulombiennes des e´lectrons lie´s des sous-couches externes des atomes
ou des ions avec les particules libres environnantes (e´lectrons ou ions) ou les particules libres
polarisables (atomes ou clusters) occasionnent une diminution de leur e´nergie de liaison. Qualita-
tivement, une interpre´tation possible consiste a` dire qu’une sous-couche est ionise´e par pression
lorsque l’abaissement d’e´nergie du continuum, duˆ a` l’interaction avec le plasma environnant,
devient e´gal a` son e´nergie de liaison.
Une autre manie`re d’interpre´ter ce phe´nome`ne qualitativement est de dire qu’un e´lectron
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e´gal a` l’e´nergie d’attraction du noyau de l’e´tat en question. Dans notre approche, pourtant,
les interactions ioniques sont en principe absentes. Le traitement de l’ionisation par pression
provient du fait que nous utilisons la pression e´lectronique totale a` laquelle tous les ions du
plasma contribuent.
Le rayon de Wigner-Seitz est relie´ a` la densite´ de matie`re par la formule :
4
3
πr3wsni = 1 (3.201)
ou` rws est le rayon de Wigner-Seitz et ni la densite´ de matie`re. Une augmentation de la
densite´ implique une diminution du rayon de la sphe`re de Wigner-Seitz. En fait, lorsque la
densite´ ionique est suffisamment e´leve´e, les fonctions d’onde des e´lectrons lie´s commencent a`
”sortir” de la sphe`re. En d’autres termes, la densite´ d’e´lectrons lie´s n’est pas nulle a` la frontie`re
de la cellule ionique. Pour cette raison, il s’ave`re ine´vitable de prendre en compte la densite´
d’e´lectrons lie´s au bord de la sphe`re ionique dans la pression d’e´change-corre´lation. Ainsi, les
e´lectrons lie´s contribuent a` la densite´ au bord de la sphe`re ionique et par conse´quent a` la pression
via l’e´change-corre´lation. D’autre part, comme nous l’avons de´montre´ pre´ce´demment (e´quation
3.120), il y a un terme dans la pression provenant directement des fonctions d’onde des e´lectrons
lie´s.
Charge moyenne re´elle du plasma
La charge re´elle d’une supraconfiguration Ξ est de´finie par :









Etant donne´ que dans notre mode`le les fonctions d’onde d’e´lectrons lie´s sont normalise´es non
pas seulement dans la sphe`re de Wigner-Seitz mais dans tout l’espace, on a Qre´elleΞ > QΞ, avec
QΞ la charge entie`re de la supraconfiguration







et la charge re´elle moyenne du plasma est la moyenne des Zre´ellei sur tous les ions du plasma.
T (eV ) 5 25 50 75 100 150 250 500
Z∗(densite´ constante) 1.840 5.883 9.659 12.594 14.660 18.869 20.789 23.665
Z∗ re´elle(densite´ constante) 1.846 5.886 9.662 12.597 14.663 18.870 20.789 23.670
Z∗(pression constante) 1.856 5.867 9.653 12.594 14.654 18.864 20.785 23.643
Z∗ re´elle(pression constante) 1.871 5.875 9.657 12.597 14.657 18.865 20.786 23.650
Tab. 3.6 – Charge moyenne et charge moyenne re´elle du plasma de nickel a` la densite´ de 0.1g/cm3















2d~r < 1, et donc Qre´elleΞ > QΞ, avec QΞ la charge entie`re
”nominale” de la supraconfiguration.
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T (eV ) 25 75 100 150 250 500
Z∗(densite´ constante) 5.708 9.129 10.468 12.866 14.714 20.50
Z∗ re´elle(densite´ constante) 5.767 9.388 10.486 13.020 15.759 20.51
Z∗(pression constante) 5.495 8.909 10.488 12.890 15.692 20.51
Z∗ re´elle(pression constante) 5.589 9.181 10.631 12.993 15.742 20.52
Tab. 3.7 – Charge moyenne et charge moyenne re´elle du plasma de nickel a` la densite´ de 10g/cm3
pour diffe´rentes valeurs de la tempe´rature dans l’approche a` volume constant et dans l’approche
a` pression constante
Il est e´quivalent ici d’utiliser l’appellation “approche a` volume constant” ou “approche a`
densite´ constante”. Dans le cas ou` la densite´ est de 0.1g/cm3, la charge moyenne (ou charge
effective) re´elle du plasma est relativement peu diffe´rente de la charge moyenne (voir table 3.6).
En revanche, a` une densite´ de 10g/cm3, des diffe´rences significatives apparaissent (voir table
3.7). Cela est duˆ au fait que, lorsque la densite´ de matie`re du plasma augmente, la charge re´elle
des ions peut s’ave´rer notablement diffe´rente de la charge entie`re qui les caracte´risait, comme
nous le verrons au sous-chapitre 3.4.1. Ce re´sultat est inte´ressant, car il peut nous renseigner sur
les ions qui sont bien de´finis dans notre mode`le. D’autre part, cela nous rappelle que dans notre
nouvelle approche, les objets ”ions” a` conside´rer ne sont plus les meˆmes que dans l’approche
standard dans laquelle tous les ions (et les supraconfigurations) ont le meˆme rayon de Wigner-
Seitz. Par exemple, le nombre de sous-couches d’e´lectrons lie´s d’un ion peut eˆtre diffe´rent de
celui de la me´thode standard. Comme nous allons le voir plus loin, dans notre nouvelle approche
l’ionisation par pression d’une sous-couche a lieu pour chaque ion se´pare´ment. Son effet se limite
donc en principe a` une charge ionique a` la fois. Cela doit pouvoir permettre de mieux traiter les
effets d’ionisation par pression.
3.4 Distributions ioniques et spectres de photo-absorption
3.4.1 Egalisation de la pression avec prise en compte du terme de travail
Distributions ioniques et charge moyenne du plasma
L’objectif principal de notre nouvelle approche e´tait de ve´rifier la validite´ de la thermo-
dynamique fonde´e sur l’approche des supraconfigurations e´crante´es utilise´e dans le code SCO
[20, 21]. Dans ce code, toutes les supraconfigurations sont prises en compte avec la meˆme densite´
plasma, c’est-a`-dire ont le meˆme volume de Wigner-Seitz. Il est clair que le fait qu’elles aient
le meˆme volume implique des valeurs diffe´rentes de la pression pour des supraconfigurations
diffe´rentes. En fait, il s’ave`re que la pression au bord de la sphe`re ionique de´pend du nombre
d’e´lectrons dans la sphe`re, et par la`-meˆme de la charge de l’ion. Ainsi dans ce mode`le, tous les
ions ont des pressions diffe´rentes, ce qui n’est pas cohe´rent du point de vue thermodynamique.
Il est pertinent de se poser la question de savoir si une telle approche donne tout de meˆme des
re´sultats cohe´rents du point de vue du calcul des sections efficaces de photo-absorption.
Dans les exemples choisis nous conside´rons trois cas : plasma d’aluminium a` la tempe´rature
de 20eV et la densite´ de 2.7g/cm3 (voir tables 3.8 et 3.11), plasma de nickel a` la tempe´rature de
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100eV et la densite´ de 1g/cm3 (voir tables 3.9 et 3.12) et plasma de samarium a` la tempe´rature
de 50eV et a` la densite´ de 0.1g/cm3 (voir tables 3.10 et 3.13).
Ω constant P constante
Pression (Mb) 4.993 4.924
Densite´ (g/cm3) 2.7 1.360 - 3.013
Charge eff. 3.4101 3.3610
Charge eff. re´elle 3.4103 3.3657
Var. rel. pres. 0.146 0
Var. rel. vol. 0 0.147
Tab. 3.8 – Pression, densite´, charge effective, charge effective re´elle, variance relative de la
pression et variance relative du volume pour le plasma d’aluminium a` la tempe´rature de 20eV
et la densite´ de 2.7g/cm3. A pression constante, c’est le domaine de variation des densite´s
ioniques qui est mentionne´.
Ω constant P constante
Pression (Mb) 18.01 18.109
Densite´ (g/cm3) 1.0 0.696 - 1.650
Charge eff. 12.2376 12.2937
Charge eff. re´elle 12.2422 12.2989
Var. rel. pres. 0.104 0
Var. rel. vol. 0 0.105
Tab. 3.9 – Pression, densite´, charge effective, charge effective re´elle, variance relative de la
pression et variance relative du volume pour le plasma de nickel a` la tempe´rature de 100eV et
la densite´ de 1.0g/cm3. A pression constante, c’est le domaine de variation des densite´s ioniques
qui est mentionne´.
Ω constant P constante
Pression (Mb) 0.385 0.378
Densite´ (g/cm3) 0.1 0.076 - 0.127
Charge eff. 13.0631 12.8214
Charge eff. re´elle 13.0648 12.8227
Var. rel. pres. 0.084 0
Var. rel. vol. 0 0.083
Tab. 3.10 – Pression, densite´, charge effective, charge effective re´elle, variance relative de la
pression et variance relative du volume pour le plasma de samarium a` la tempe´rature de 50eV
et la densite´ de 0.1g/cm3. A pression constante, c’est le domaine de variation des densite´s
ioniques qui est mentionne´.
L’approche standard sera appele´e de´sormais ”approche a` densite´ constante” (ou ”approche a`
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volume constant”) et notre me´thode, c’est-a`-dire la proce´dure auto-cohe´rente d’ajustement des
rayons de Wigner-Seitz par e´galisation de la pression ”approche a` pression constante”. Rappelons
que pour re´duire le nombre d’e´quations a` conside´rer, nous regroupons les supraconfigurations
en ions. Dans presque tous les cas, la me´thode de Newton s’ave`re converger rapidement (une
dizaine d’ite´rations pour une pre´cision d’un millie`me de pour cent sur la valeur de la pression).
Les tables 3.8, 3.9 et 3.10 montrent que dans les deux approches, la pression moyenne et la
charge moyenne du plasma ne sont pas tre`s diffe´rentes, excepte´ pour le cas de l’aluminium ou la
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de la pression et de la densite´ sont tre`s similaires.
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Ion Z=3 Ion Z=4
Vol. const. Press. const. Vol. const. Press. const.
Pression (Mb) 4.44 4.92 5.79 4.92
Densite´ (g/cm3) 2.7 3.01 2.7 2.28
Charge re´elle 3.000 3.000 4.011 4.013
Variance de la pression 4.89.10−16 0 4.89.10−8 0
Ion Z=5 Ion Z=6
Vol. const. Press. const. Vol. const. Press. const.
Pression (Mb) 7.12 4.92 8.42 4.92
Densite´ (g/cm3) 2.7 1.85 2.7 1.56
Charge re´elle 5.000 5.000 6.000 6.000
Variance de la pression 6.84.10−9 0 4.96.10−8 0
Ion Z=7
Vol. const. Press. const.
Pression (Mb) 9.70 4.92
Densite´ (g/cm3) 2.7 1.36
Charge re´elle 7.000 7.000
Variance de la pression 4.22.10−7 0
Tab. 3.11 – Pression, densite´, charge re´elle et variance de la pression pour le plasma d’aluminium
a` la tempe´rature de 20eV et la densite´ de 2.7g/cm3
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Ion Z=8 Ion Z=9
Vol. const. Press. const. Vol. const. Press. const.
Pression (Mb) 12.11 17.925 13.54 17.925
Densite´ (g/cm3) 1.0 1.48 1.0 1.33
Charge re´elle 8.105 8.123 9.026 9.053
Variance de la pression 3.97.10−4 0 6.96.10−4 0
Ion Z=10 Ion Z=11
Vol. const. Press. const. Vol. const. Press. const.
Pression (Mb) 14.93 17.925 16.31 17.925
Densite´ (g/cm3) 1.0 1.21 1.0 1.10
Charge re´elle 10.027 10.027 11.005 11.011
Variance de la pression 3.82.10−4 0 3.68.10−4 0
Ion Z=12 Ion Z=13
Vol. const. Press. const. Vol. const. Press. const.
Pression (Mb) 17.69 17.925 19.05 17.925
Densite´ (g/cm3) 1.0 1.01 1.0 0.94
Charge re´elle 12.018 12.004 13.003 13.000
Variance de la pression 3.38.10−4 0 2.54.10−4 0
Ion Z=14 Ion Z=15
Vol. const. Press. const. Vol. const. Press. const.
Pression (Mb) 20.41 17.925 21.75 17.925
Densite´ (g/cm3) 1.0 0.87 1.0 0.82
Charge re´elle 14.000 14.002 15.000 15.000
Variance de la pression 1.77.10−4 0 1.09.10−4 0
Ion Z=16 Ion Z=17
Vol. const. Press. const. Vol. const. Press. const.
Pression (Mb) 23.08 17.925 24.39 17.925
Densite´ (g/cm3) 1.0 0.77 1.0 0.73
Charge re´elle 16.000 16.000 17.000 17.000
Variance de la pression 5.68.10−9 0 2.14.10−8 0
Tab. 3.12 – Pression, densite´, charge effective, charge effective re´elle et variance de la pression
pour les ionicite´s du plasma de nickel a` la tempe´rature de 100eV et la densite´ de 1.0g/cm3
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Ion Z=9 Ion Z=10
Vol. const. Press. const. Vol. const. Press. const.
Pression (Mb) 0.27 0.377 0.30 0.377
Densite´ (g/cm3) 0.1 0.140 0.1 0.126
Charge re´elle 9.000 9.003 10.003 10.008
Ion Z=11 Ion Z=12
Vol. const. Press. const. Vol. const. Press. const.
Pression (Mb) 0.33 0.377 0.36 0.377
Densite´ (g/cm3) 0.1 0.115 0.1 0.106
Charge re´elle 10.002 11.007 12.002 12.000
Ion Z=13 Ion Z=14
Vol. const. Press. const. Vol. const. Press. const.
Pression (Mb) 0.38 0.377 0.41 0.377
Densite´ (g/cm3) 0.1 0.098 0.1 0.092
Charge re´elle 13.000 13.000 14.000 14.000
Ion Z=15 Ion Z=16
Vol. const. Press. const. Vol. const. Press. const.
Pression (Mb) 0.44 0.377 0.47 0.377
Densite´ (g/cm3) 0.1 0.086 0.1 0.082
Charge re´elle 15.000 15.000 16.000 16.000
Ion Z=17
Vol. const. Press. const.
Pression (Mb) 0.49 0.377
Densite´ (g/cm3) 0.1 0.076
Charge re´elle 17.000 16.999
Tab. 3.13 – Pression, densite´, charge effective et charge effective re´elle pour le plasma de sama-
rium a` la tempe´rature de 50eV et la densite´ de 0.1g/cm3
Dans l’approche a` densite´ constante, pour le plasma d’aluminium a` la densite´ de 2.7g/cm3 et
la tempe´rature de 20eV , les pressions ioniques varient de 4.44Mb pour l’ion de charge 3 a` 9.70Mb
pour l’ion de charge 7 (voir table 3.11). Un tel e´cart de pressions dans un milieu a` l’e´quilibre
est inimaginable du point de vue physique. De plus, les ions semblent eˆtre bien de´finis, puisque
leurs charges re´elles sont peu diffe´rentes de leurs charges entie`res. La seule diffe´rence est pour



















 Press. constante, 
        sans terme travail
Al à 20 eV et 2.7 g/cm3
Fig. 3.4 – Distribution des probabilite´s ioniques pour le plasma d’aluminium a` la tempe´rature
de 2.7g et la densite´ de 20eV pour la me´thode a` volume constant, a` pression constante, et a`


















 Press. constante, 
        sans terme travail
Ni à 100 eV et 1.0 g/cc
Fig. 3.5 – Distribution des probabilite´s ioniques pour le plasma de nickel a` la densite´ de 1.0g et
la tempe´rature de 100eV pour la me´thode a` volume constant, a` pression constante, et a` pression
constante sans le terme de travail PΩΞ dans la probabilite´ des supraconfigurations


















 Press. constante, sans terme travail 
Sm à 50 eV et 0.1 g/cm3
Fig. 3.6 – Distribution des probabilite´s ioniques pour le plasma de samarium a` la densite´ de
0.1g/cm3 et la tempe´rature de 50eV pour la me´thode a` volume constant, a` pression constante,
et a` pression constante sans le terme de travail PΩΞ dans la probabilite´ des supraconfigurations
l’ion 4 et elle est infe´rieure a` 1 pour cent. Rappelons que cette diffe´rence est due au fait que les
fonctions d’onde d’e´lectrons lie´s peuvent sortir de la sphe`re ionique.
Dans l’approche a` pression constante, les re´sultats indiquent que les densite´s ioniques varient
de 3.01g/cm3 pour l’ion de charge 3 a` 1.36g/cm3 pour l’ion de charge 7.
Dans le cas du plasma de nickel a` la tempe´rature de 100eV et la densite´ de 1.0g/cm3, les
pressions dans l’approche a` volume constant varient de 12.11Mb a` 24.39Mb. Notre nouvelle
approche e´quilibre la pression a` 17.925Mb avec des ions dont les densite´s partielles varient
de 0.73g/cm3 a` 1.48g/cm3 (voir table 3.12). Pour le dernier exemple (plasma de samarium
a` la tempe´rature de 50eV et la densite´ de 0.1g/cm3, les pressions dans l’approche a` volume
constant varient de 0.27Mb a` 0.79Mb, soit une amplitude relative de variation du meˆme ordre
de grandeur que dans les cas des plasmas d’aluminium et de nickel. Notre nouvelle approche
e´quilibre la pression a` 0.377Mb avec des ions dont les densite´s partielles varient de 0.076g/cm3
a` 0.140g/cm3 (voir table 3.13).
On peut ici remarquer que la distribution ionique obtenue dans le cadre de notre nouvelle ap-
proche thermodynamique est tre`s proche de la distribution ionique de la me´thode standard (voir
figures 3.4, 3.5 et 3.6. Cela prouve que la me´thode des supraconfigurations e´crante´es standard
permet un traitement satisfaisant de la physique atomique des configurations. Notre traite-
ment plus cohe´rent du point de vue thermodynamique confirme les pre´dictions de la me´thode
standard en terme de charge effective du plasma et constitue une certaine validation du calcul
auto-cohe´rent des supraconfigurations avec densite´s ioniques toutes identiques. En effet, nous
avons confirme´ cette observation dans un grand nombre de cas ou` la densite´ n’e´tait pas trop
grande. Notre approche ouvre, cependant, des perspectives inte´ressantes dans l’application de la
me´thode des supraconfigurations a` l’e´tude des e´quations d’e´tat, perspectives qui e´taient absentes
dans l’approche standard.
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En effet, lorsque la densite´ augmente, la notion de charge perd son sens pour certains ions
et les phe´nome`nes d’ionisation par pression entrent en sce`ne. Des diffe´rences peuvent apparaˆıtre
dans la forme et la position de la distribution des probabilite´s ioniques.
A titre d’illustration, il est inte´ressant, comme nous allons le constater ci-dessous, d’observer
la distribution des probabilite´s ioniques obtenues dans l’approche a` pression constante si les
termes en PΩi sont supprime´s artificiellement dans le facteur de Boltzmann des probabilite´s
ioniques.
3.4.2 Importance et quantification du roˆle du terme de travail PΩΞ dans la
probabilite´ boltzmannienne d’une supraconfiguration
Comme nous avons pu le constater a` l’occasion de la pre´sentation du mode`le Thomas-Fermi,
il est e´quivalent dans ce mode`le de connaˆıtre la densite´ e´lectronique au bord, le potentiel chimique
ou la pression au bord. De´terminer l’une de ces trois grandeurs a` partir d’une autre est un simple
changement de variable faisant intervenir les fonctions exprime´es par les inte´grales de Fermi I3/2,
I1/2 ou leurs fonctions re´ciproques.
Dans la quasi-totalite´ des situations, la contribution la plus importante a` la pression dans
notre mode`le est la contribution Thomas-Fermi. il peut donc eˆtre tentant d’e´galiser la densite´
e´lectronique au bord de chaque sphe`re ionique sans modifier dans le meˆme temps la formule
de la probabilite´ d’une supraconfiguration, c’est-a`-dire en utilisant toujours dans le facteur de
Boltzmann l’e´nergie libre sans le terme de travail PΩΞ 3.76. Cette mode´lisation, incorrecte certes
du point de vue thermodynamique, permet de mesurer l’importance de l’effet du terme de travail
PΩΞ pour la distribution ionique (voir tables 3.14 et 3.15). L’impact de ce terme sur l’ionisation
moyenne du plasma notamment est inte´ressant. A tempe´rature constante, l’impact du terme
de travail sur l’ionisation, que l’on peut quantifier par ∆Z∗, est une fonction croissante de la
densite´ sur une large plage de densite´s et la diffe´rence de charge ∆Z∗ peut prendre des valeurs
significatives (de l’ordre de 1 degre´ de charge et meˆme plus).
Densite´ (g/cm3) Z∗(At. Moy.) Z∗(Ω constant) Z∗(P constante sans PΩΞ) ∆ Z∗
0.004 17.50 17.53 17.83 0.30
0.01 16.99 17.04 17.56 0.52
0.1 14.60 14.68 15.97 1.29
Tab. 3.14 – Evolution de Z∗ (charge effective du plasma) et ∆Z∗=Z∗(Nouvelle me´thode avec
omission du terme de travail)-Z∗(Me´thode standard) pour T = 100eV et diffe´rentes valeurs de
la densite´ pour le plasma de nickel. Les trois charges effectives sont propose´es : celle obtenue par
l’Atome Moyen, celle obtenue par la me´thode standard des supraconfigurations, et celle obtenue
par la me´thode des supraconfigurations avec e´galisation de la pression sans terme de travail dans
le facteur de Boltzmann
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Densite´ (g/cm3) Z∗(At. Moy.) Z∗(Ω constant) Z∗(P constante sans PΩΞ) ∆Z∗
0.0026 13.98 13.92 14.65 0.73
0.026 18.76 18.67 19.36 1.03
0.26 18.76 18.67 19.36 1.23
2.6 8.48 8.72 8.85 0.13
Tab. 3.15 – Evolution de Z∗ (charge effective du plasma) et ∆Z∗=Z∗(Nouvelle me´thode avec
omission du terme de travail)-Z∗(Me´thode standard) pour T = 48eV et diffe´rentes valeurs de la
densite´ pour le plasma de niobium. Les valeurs des trois charges effectives sont pre´sente´es : celle
obtenue de l’Atome Moyen, celle obtenue par la me´thode standard des supraconfigurations, et
celle obtenue par la me´thode des supraconfigurations avec e´galisation de la pression sans terme
de travail dans le facteur de Boltzmann
Ainsi, en re´alite´ la prise en compte correcte du terme de travail supprime cette augmentation
fictive de la charge re´elle qui apparaˆıt dans le mode`le si nous voulions e´galiser les valeurs au
bord sans ce terme. Cela serait e´galement vrai si, au lieu de la pression, l’e´galisation portait sur
la densite´ au bord. De toute manie`re, cette augmentation de la charge effective du plasma ne
peut pas eˆtre cohe´rente du point de vue thermodynamique. En fait, il faut toujours tenir compte
du terme de travail accompagnant les variations des volumes des ions du plasma sous l’effet de
la pression e´lectronique du plasma.
3.4.3 Spectres de photo-absorption
Calcul de la section efficace
La nouvelle approche thermodynamique a e´te´ imple´mente´e dans le programme de supracon-
figurations SCO [20] qui calcule les spectres de photo-absorption. La section efficace de photo-
absorption mesure l’atte´nuation du champ de rayonnement par les processus de photo-absorption
(transition entre deux niveaux lie´s dite transition lie´-lie´), de photo-ionisation (transition entre
un niveau lie´ et un niveau libre dite transition lie´-libre), de Bremstrahlung inverse et de diffu-
sion Thomson (transition entre deux niveau libres dite transition libre-libre). Dans le cadre de
l’approximation dans laquelle le me´lange des canaux peut eˆtre ne´glige´ (voir chapitre 4 ), chacun
de ces processus contribue a` la section efficace de photo-absorption par la formule :
σ(ω) = σ(bb)(ω) + σ(bl)(ω) + σ(ll)(ω) (3.205)
Les indices bb, bl et ll correspondent aux transitions lie´-lie´, lie´-libre et libre-libre.
Dans la nouvelle version du programme un spectre est calcule´ se´pare´ment pour chaque ion
en utilisant la densite´ obtenue pour cet ion et le spectre total est la somme des spectres partiels
ponde´re´s par les abondances respectives des diffe´rentes charges ioniques.
Les effets de relaxation
Les expressions de la fre´quence de transition mentionne´es pre´ce´demment pour un e´lectron
passant de l’e´tat α a` l’e´tat β sont calcule´es comme diffe´rences entre l’e´nergie totale de l’e´tat final
et l’e´nergie totale de l’e´tat initial. Ces e´nergies font apparaˆıtre des fonctions d’onde diffe´rentes,
c’est-a`-dire des inte´grales de Slater [90] diffe´rentes. Pour cette raison, il n’est pas correct de
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ne prendre en compte que les de´terminants de Slater [31] de la configuration initiale, mais il
faut ajouter une correction due au changement des inte´grales de Slater. Cette correction a pour
expression [20, 79] :















i − δi,α)(q(0)j − δj,α)∆Vij (3.206)
Les q
(0)
i sont les occupations des sous-couches de la configuration initiale, et le vecteur ∆I
et la matrice ∆V repre´sentent les diffe´rences d’inte´grales de Slater a` un et deux e´lectrons (voir
annexe A).



















Nickel  à 50g/cm3 et 100eV
 Press. constante
 Vol. constant
Fig. 3.7 – Spectre de photo-absorption pour le plasma de nickel a` la densite´ de 50g/cm3 et la
tempe´rature de 100eV dans le domaine d’e´nergie de 700eV a` 800eV
Dans la plupart des cas, les diffe´rences entre les spectres de la me´thode a` volume constant
et de la me´thode a` pression constante sont tre`s faibles. Cette constatation s’ave`re eˆtre a priori
une suite logique du fait que la nouvelle approche ne change pas de manie`re significative les
distributions ioniques obtenues dans le cadre de l’approche a` densite´ constante. Cela est partiel-
lement vrai, mais la re´alite´ est plus complexe. En effet, certains effets peuvent apparaˆıtre du fait
que les potentiels des supraconfigurations ne sont pas les meˆmes dans ces deux approches. Par
exemple, dans le cas du plasma de nickel a` la tempe´rature de 100eV et la densite´ de 50g/cm3,
des diffe´rences sensibles mais petites apparaissent dans certaines gammes de fre´quence (figures
3.7 et 3.8).



















Nickel à 50g/cm3 et 100eV
 Press. const.
 Vol. const.
Fig. 3.8 – Spectre de photo-absorption pour le plasma de nickel a` la densite´ de 50g/cm3 et la

















 opacité à volume constant
 opacité à pression constante
Nickel à 100 eV et 1g/cm3
Fig. 3.9 – Spectre de photo-absorption pour le plasma de nickel a` la densite´ de 1g/cm3 et la
tempe´rature de 100eV





















 opacité à volume constant
 vol. const., sans 3d4f, Z<=11
 vol. const., sans 3d4f, Z>=11
 vol. const., lié-libre
Nickel à 100 eV et 1g/cm3
Fig. 3.10 – Spectre de photo-absorption pour le plasma de nickel a` la densite´ de 1g/cm3 et la
tempe´rature de 100eV
Ainsi, bien que l’approche a` volume constant ne soit pas justifie´e du point de vue de la
cohe´rence thermodynamique, les spectres sont relativement proches. Cependant, il ne faut pas
oublier que les ions que nous conside´rons ici ont des potentiels auto-cohe´rents diffe´rents, c’est
pourquoi les probabilite´s que l’on peut observer sur un meˆme graphe font re´fe´rence a` des objets
diffe´rents. Dans le cas du plasma de nickel, a` la tempe´rature de 100eV et la densite´ de 1g/cm3
(voir figures 3.9 et 3.10), il existe des diffe´rences notables et inte´ressantes du point de vue
physique.
Dans ce cas, pour une e´nergie photonique comprise entre 200 et 250eV , deux pics sont
pre´sents dans le spectre a` volume constant (figure 3.9), alors que dans notre nouvelle approche
a` pression constante, il est inte´ressant de constater que ces structures n’apparaissent pratique-
ment pas. L’analyse de ces deux pics provenant de l’approche a` densite´ constante re´ve`le qu’ils
appartiennent au spectre de photo-absorption lie´-libre. La grande structure d’absorption dans
laquelle apparaissent les deux pics est due aux transitions lie´-lie´ 3d→ 4f . Ces pics ont e´te´ iden-
tifie´s comme correspondant a` des transitions du type 3d → ǫf pour les ions ayant une charge
supe´rieure a` 11, ǫf repre´sentant un e´tat libre f du continuum. Ces deux pics constituent un
exemple de re´sonances [73, 23] (voir sous-chapitre 3.6 ). Nous pouvons constater que dans le
spectre obtenu dans le cadre de l’approche a` pression constante dans laquelle les ions ont des
rayons de Wigner-Seitz diffe´rents, ces re´sonances sont presque totalement absentes. Il est possible
d’interpre´ter ce fait comme un effet d’e´largissement thermique des re´sonances. Il est ge´ne´ralement
admis que dans les me´thodes de la sphe`re ionique confine´e, les re´sonances peuvent provoquer
des discontinuite´s dans des observables. Ces discontinuite´s sont assez difficiles a` corriger. Notre
nouvelle approche pourrait donc constituer une contribution a` un traitement plus re´aliste de
l’ionisation par pression, car la pre´sence des re´sonances est lie´e a` cet effet.














 opacité à volume constant 
 opacité à pression constante 
Al à T=20 eV et 2.7 g/cm3
Fig. 3.11 – Spectre de photo-absorption pour le plasma d’aluminium a` la tempe´rature de 20eV




















 opacité à volume constant 
 opacité à pression constante
Al à T=20 eV et 2.7 g/cm3
 transition 1s-2p
Fig. 3.12 – Spectre de photo-absorption pour le plasma d’aluminium a` la tempe´rature de 20eV
et la densite´ de 2.7g/cm3
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Pour un e´le´ment de Z plus faible comme l’aluminium (figures 3.11 et 3.12), a` une densite´
e´leve´e de 2.7g/cm3, quelques diffe´rences existent dans le spectre (quelques diffe´rences dans les
structures 1s→ 2p dans ce cas).
3.4.4 Vers une e´quation d’e´tat
L’e´tude de l’e´quation d’e´tat d’un plasma est un vaste sujet, qui consiste a` connaˆıtre de la
manie`re la plus re´aliste possible les grandeurs thermodynamiques du plasma et les relations qui
existent entre elles. Cette e´tude concerne notamment la pression et ses variations en fonction
de deux caracte´ristiques d’un plasma a` l’e´quilibre thermodynamique local : la tempe´rature et la
densite´ de matie`re.
Pression en fonction de la tempe´rature
Notre nouvelle approche nous permet d’e´galiser la pression au bord de toutes les sphe`res
ioniques du plasma. Il est inte´ressant d’e´tudier les variations de cette pression issue de notre
mode`le en fonction de la tempe´rature pour diffe´rentes valeurs de la densite´. Conside´rons 4
plasmas de nickel de densite´s respectives 0.01g/cm3 (voir table 3.16), 0.1g/cm3 (voir table 3.17),
1.0g/cm3(voir table 3.18), et 10.0g/cm3 (voir table 3.19).
T (eV ) 5 25 50 75 100 150 250 500
P(densite´ constante) 0.0021 0.028 0.092 0.178 0.267 0.444 0.945 2.105
P(pression constante) 0.0021 0.028 0.092 0.179 0.268 0.444 0.944 2.105
Tab. 3.16 – Pression moyenne en fonction de la tempe´rature dans l’approche a` volume constant
et dans l’approche a` pression constante pour le plasma de nickel a` la densite´ de 0.01g/cm3
T (eV ) 5 25 50 75 100 150 250 500
P(densite´ constante) 0.012 0.216 0.727 1.439 2.254 3.946 8.208 20.348
P(pression constante) 0.011 0.215 0.727 1.439 2.253 3.945 8.207 20.346
Tab. 3.17 – Pression moyenne en fonction de la tempe´rature dans l’approche a` volume constant
et dans l’approche a` pression constante pour le plasma de nickel a` la densite´ de 0.1g/cm3
T (eV ) 25 50 75 100 150 250 500
P(densite´ constante) 1.73 5.728 11.21 18.01 33.15 69.06 185.54
P(pression constante) 1.70 5.681 11.18 18.11 33.06 69.04 185.42
Tab. 3.18 – Pression moyenne en fonction de la tempe´rature dans l’approche a` volume constant
et dans l’approche a` pression constante pour le plasma de nickel a` la densite´ de 1.0g/cm3
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Fig. 3.13 – Pression moyenne obtenue en fonction de la tempe´rature pour diffe´rentes valeurs de
la densite´ en coordonne´es logarithmiques
T (eV ) 25 75 100 150 250 500
P(densite´ constante) 16.96 94.70 146.7 277.3 579.0 1558.7
P(pression constante) 16.34 92.76 146.3 277.0 578.6 1559.8
Tab. 3.19 – Pression moyenne en fonction de la tempe´rature dans l’approche a` volume constant
et dans l’approche a` pression constante pour le plasma de nickel a` la densite´ de 10.0g/cm3
Nous pouvons remarquer que dans ces quatre cas de densite´ (tables 3.16, 3.17, 3.18 et 3.19)
et dans un domaine de variation tre`s vaste de la tempe´rature (voir figure 3.13), la relation entre
le logarithme de la pression et le logarithme de la tempe´rature est quasi-line´aire et que la pente
est sensiblement la meˆme dans chacun des cas. Il semble que l’on ait approximativement :
P (ρ, T ) ≈ A(ρ)T 1.44 (3.207)
Le mode`le Thomas-Fermi [3] pre´dit une de´pendance de T 3/2 a` haute tempe´rature et une
de´pendance en T 5/2 lorsque T → 0.
Pression en fonction de la densite´
Dans le premier cas (T = 50eV , table 3.20), la de´pendance de la pression en fonction de la
densite´ est approximativement de la forme P ≈ Bρ2.19, dans le second cas (T = 100eV , table
3.21) : P ≈ Bρ1.6 et dans le dernier cas (T = 250eV , table 3.22) : P ≈ Bρ0.99.
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ρ (g/cm3) 0.01 0.1 10.0 50.0 100.0
P(densite´ constante) 0.092 0.727 5.682 374.95 1715.9
P(pression constante) 0.092 0.727 5.728 385.47 1720.6
Tab. 3.20 – Pression moyenne (Mb) en fonction de la densite´ dans l’approche a` volume constant
et dans l’approche a` pression constante pour le plasma de nickel a` la tempe´rature de 50eV
ρ (g/cm3) 0.01 0.1 1.0 10.0 50.0 100.0
P(densite´ constante) 0.2678 2.254 18.010 146.736 865.44 2649.74
P(pression constante) 0.2674 2.2533 18.109 140.309 837.38 2631.91
Tab. 3.21 – Pression moyenne (Mb) en fonction de la densite´ dans l’approche a` volume constant
et dans l’approche a` pression constante pour le plasma de nickel a` la tempe´rature de 100eV
ρ (g/cm3) 0.01 0.1 1.0 10.0 50.0 100
P(densite´ constante) 0.944 8.208 69.06 578.55 2852.6 6386.88
P(pression constante) 0.944 8.208 69.04 579.0 2819.4 6344.11
Tab. 3.22 – Pression moyenne (Mb) en fonction de la densite´ dans l’approche a` volume constant
et dans l’approche a` pression constante pour le plasma de nickel a` la tempe´rature de 250eV
Plus la tempe´rature est e´leve´e, plus l’exposant caracte´ristique de la loi qui de´crit approxi-
mativement la de´pendance de la pression en fonction de la densite´ est petit et tend vers 1 (loi
des gaz parfaits).
3.5 Ge´ne´ralisation au cas de me´langes
Il est e´galement tre`s inte´ressant de pouvoir traiter dans le cadre de ce formalisme le cas de
plasmas compose´s de diffe´rents e´le´ments, par exemple des plasmas d’aluminium et de nickel.
Dans un plasma de me´lange les ions des diffe´rents e´le´ments contribuent au plasma environnant.
La ge´ne´ralisation est donc simple et repose sur le principe qu’il suffit d’e´galiser toutes les pres-
sions, ces dernie`res e´tant de´finies non plus seulement pour un ion donne´ mais pour un ion donne´
d’un e´le´ment donne´.
3.5.1 Probabilite´s des espe`ces ioniques et calcul de grandeurs thermodyna-
miques moyennes dans le cas d’un me´lange
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ou` WΞ repre´sente la probabilite´
6 de la supraconfiguration Ξ. La probabilite´ de l’ion i(e) (ion






3.5.2 Conservation de la densite´ ionique totale dans le cas d’un me´lange
La conservation du volume correspondant a` la densite´ totale du plasma s’e´crit maintenant :
Ne∑
e=1
xeΩe = Ω (3.212)
L’indice e nume´rote les e´le´ments, Ne est le nombre total d’e´le´ments, xe la fraction en nombre
d’atomes (stoechiome´trie) des diffe´rents e´le´ments, Ωe le volume total occupe´ par les atomes et
les ions d’un e´le´ment donne´, et Ω le volume ionique total. La somme des fractions des diffe´rents
e´le´ments doit eˆtre e´gale a` 1 :
Ne∑
e=1
xe = 1 (3.213)












ρtot e´tant la densite´ ionique totale. L’e´quation de conservation de la densite´ totale se pre´sente




























































I(e) est le nombre total d’e´tats de charge de l’e´le´ment e, ρi(e) la densite´ partielle de l’ion i
de l’e´le´ment e et W˜i(e) sa probabilite´.
3.5.3 Syste`me d’e´quations
La proce´dure est identique a` la proce´dure concernant un plasma a` un seul e´le´ment. Ici,
nous e´galisons la pression au bord de tous les ions de tous les e´le´ments. C’est pourquoi, de la
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j ) est la pression au bord de l’ion j de l’e´le´ment i. La densite´ partielle de cet ion
est ρ
(i)
j . j varie de 1 a` I(i), nombre de degre´s de charge de l’e´le´ment i.
On peut alors appliquer le meˆme algorithme de Newton-Raphson que pour le cas d’un e´le´ment
unique. La seule diffe´rence re´side dans le fait que la taille des vecteurs est NeI(e)+ 1 et la taille
des matrices [NeI(e) + 1]× [NeI(e) + 1].
3.5.4 Autre manie`re de proce´der pour un me´lange a` deux e´le´ments
Plutot que d’e´galiser la pression au bord de tous les ions de tous les e´le´ments du plasma,
il est possible de traiter se´pare´ment les e´le´ments. Dans la mesure ou` le me´lange conside´re´ est
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compose´ de deux e´le´ments et deux seulement (a et b), nous pouvons e´galiser les deux pressions
par une me´thode de dichotomie. Soit Pa la pression au bord des ions obtenue pour l’e´le´ment a
et Pb la pression au bord des ions obtenue pour l’e´le´ment b. Notons ρ
(a) la densite´ nominale de
l’e´le´ment a et ρ(b) la densite´ nominale de l’e´le´ment b.










ou` Ma et Mb sont les masses atomiques des deux e´le´ments. L’e´quation 3.219 peut s’e´crire :
ρ(b) =
ρtotxbMb
xaMa(ρ(a) − ρtot)/ρ(a) + xbMb
(3.220)
Autrement dit, ρ(b) est une fonction de ρ(a) : ρ(b) = f(ρ(a)). L’e´quation a` re´soudre est donc :
Pb(ρ
(b))− Pa(ρ(a)) = 0 (3.221)
c’est-a`-dire :
Pb(f(ρ
(a)))− Pa(ρ(a)) = E(ρ(a)) = 0 (3.222)


















 pression constante Al
 volume constant Al
 pression constante Ni
 volume constant Ni
Fig. 3.14 – Me´lange d’aluminium et de nickel a` la tempe´rature de 100eV et la densite´ de 1g/cm3
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Ecrantage Al Ni
Thomas-Fermi 0.776 1.152
Nouvelle me´thode 0.760 1.170
Tab. 3.23 – Densite´s partielles (g/cm3) de l’aluminium et du nickel pour un me´lange e´quimolaire
Al-Ni a` la tempe´rature de 100eV et la densite´ de 1g/cm3 donne´es par un environnement
e´lectronique calcule´ par Thomas-Fermi et par notre mode`le
Dans la litte´rature [84], le traitement des me´langes est fonde´ sur l’approche Thomas-Fermi
pour chaque e´le´ment et sur une e´galisation de la pression e´lectronique ou de la densite´ e´lectronique
au bord de la sphe`re de Wigner-Seitz. Il s’agit donc d’un traitement qui ne´glige la structure des
sous-couches et la pre´sence de plusieurs charges ioniques pour chaque e´le´ment [84, 76].
Dans le cas d’un me´lange e´quimolaire d’aluminium et de nickel (x1 = x2 = 0.5), pour une
tempe´rature de 100eV et une densite´ de plasma de 1g/cm3, les densite´s partielles obtenues par
notre me´thode sont le´ge`rement diffe´rentes de celles obtenues dans l’approche Thomas-Fermi
pour les deux e´le´ments. Cette diffe´rence est due au fait que notre nouvelle approche permet de
mieux tenir compte de la structure e´lectronique, et de la pre´sence d’e´tats excite´s et de charges
ioniques. Le re´sultat est que la densite´ partielle de l’aluminium est diminue´e alors que la densite´
partielle du nickel est augmente´e (voir table 3.23).
Les distributions ioniques de l’aluminium et du nickel (voir figure 3.14) obtenues avec notre
nouvelle approche sont tre`s similaires a` celles obtenues avec la me´thode a` volume constant.
3.5.5 Calcul du spectre dans le cas d’un me´lange










ou` l¯ est le libre parcours moyen, ρtot la densite´ totale de matie`re du plasma, n
(k)
i la densite´
ionique de l’e´le´ment k et σk la section efficace de photo-absorption de l’e´le´ment k. En utilisant
la relation entre l’opacite´ et la section efficace de photo-absorption pour un seul e´le´ment k

















mk e´tant la masse totale des atomes d’e´le´ment k et m la masse totale. Nous obtenons par
conse´quent l’expression suivante pour κ :

















En pratique, les opacite´s spectrales doivent eˆtre calcule´es pour chaque e´le´ment se´pare´ment.
Ensuite, il faut les additionner en les ponde´rant par leurs coefficients αk respectifs.
3.5.6 Comparaisons avec les re´sultats expe´rimentaux
L’objectif principal des expe´riences qui nous concernent ici est de mesurer le coefficient
d’absorption massique spectral (ou opacite´, en cm2/g) note´ κ(ν, ρ, T ). Nous avons vu (voir
e´quation 2.4 et paragraphe pre´ce´dent) que la relation entre l’opacite´ spectrale κ(ν, ρ, T ) et la
section efficace de photo-absorption σ(ν, ρ, T ) pour un seul e´le´ment est :
κ(ν, ρ, T ) =
ni
ρ
σ(ν, ρ, T ) (3.229)
ou` ni est la densite´ ionique (en cm
−3), ρ la densite´ de masse du mate´riau (en g/cm3) et ν
la fre´quence du rayonnement. Nous allons nous inte´resser a` la comparaison entre des spectres
the´oriques (obtenus par notre me´thode) et des spectres expe´rimentaux obtenus avec un me´lange
aluminium-nickel par C. Chenais-Popovics et al [28]. Il s’agit d’une expe´rience dite ”multi-
couche”, dans laquelle des couches extreˆmement fines d’aluminium et de nickel sont dispose´es
alternativement. Certes, il ne s’agit pas d’un ve´ritable me´lange, mais nous pouvons traiter cet
e´chantillon comme n’e´tant pas tre`s e´loigne´ des conditions caracte´ristiques d’un ve´ritable me´lange.
Notamment, les deux couches voisines d’aluminium et de nickel ont des tempe´ratures quasiment
identiques. C’est la raison pour laquelle les e´chantillons multicouches constitue´s d’un e´le´ment
de nume´ro atomique faible et d’un e´le´ment plus lourd sont tre`s inte´ressants. Ils permettent de
dissocier la mesure de l’absorption de la mesure de la tempe´rature, l’e´le´ment le plus le´ger jouant
le roˆle de ”thermome`tre” dans le plasma.
Ecrantage Al Ni
Thomas-Fermi 0.009757 0.017390
Nouvelle me´thode 0.010151 0.016264
Tab. 3.24 – Densite´s partielles (g/cm3) de l’aluminium et du nickel pour un plasma de me´lange
Al-Ni a` la tempe´rature de 21eV et la densite´ de 0.0125g/cm3 donne´es par un environnement
e´lectronique calcule´ par Thomas-Fermi et par notre mode`le
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Les densite´s partielles de l’aluminium et du nickel ont e´te´ de´termine´es par les expe´rimentateurs
a` partir d’un code hydrodynamique [82]. La densite´ totale de 0.0125g/cm3 a ensuite e´te´ estime´e
a` partir de ces densite´s partielles. D’apre`s cette estimation de la densite´ totale, nous allons,
soit en e´galisant soit la densite´ Thomas-Fermi (Rose et al) [84], soit la pression (notre nou-
velle approche) au bord de tous les ions de l’aluminium et du nickel (voir sous-chapitre 3.5.4 ),
de´terminer les nouvelles densite´s partielles. Ces densite´s s’ave`rent tre`s similaires aux densite´s
















Al-Ni à 21eV et 0.0125g/cm3
 Al Press. constante
 Al Vol. constant
 Ni Press. constante
 Ni Vol. constant




Nouvelle me´thode 0.010142 0.01628
Tab. 3.25 – Densite´s partielles (g/cm3) de l’aluminium et du nickel pour un me´lange Al-Ni a` la
tempe´rature de 24eV et la densite´ de 0.0125g/cm3 donne´es par un environnement e´lectronique
calcule´ selon le mode`le Thomas-Fermi et dans le cadre de notre mode`le



















 Al, 0.01016g/cm3, T=24eV, Press. const.
 Al, 0.01016g/cm3, T=24eV, Vol. const.
 Ni, 0.01626g/cm3, T=24eV, Press. const.
 Ni, 0.01626g/cm3, T=24eV, Vol. const.
Fig. 3.16 – Me´lange d’aluminium et de nickel a` la tempe´rature de 24eV et la densite´ de
0.0125g/cm3
Expe´rimentalement, les quantite´s directement mesurables sont l’intensite´ I(ν) transmise par
la cible et l’intensite´ I0(ν) incidente. A partir de ces deux mesures, les expe´rimentateurs peuvent
de´terminer la transmission spectrale τ(ν) = I(ν)I0(ν) . Cette transmission spectrale τ(ν) dans un
plasma homoge`ne a` l’e´quilibre thermodynamique local est lie´e a` l’opacite´ spectrale par la loi de
Beer-Lambert :
τ(ν) = exp[−κρL] (3.230)
ou` ρ est la densite´ de matie`re et L l’e´paisseur de la couche. Le produit ρL est la masse
surfacique de la couche.
Il est important de noter que le traitement statistique des configurations et des micro-e´tats
de chaque supraconfiguration par les trois moments que nous avons de´crits au chapitre 2 a
pour conse´quence de ”lisser” les spectres, ce qui implique naturellement que tous les de´tails
d’un spectre ne peuvent pas eˆtre restitue´s par le mode`le. En particulier, les raies de´taille´es qui
peuvent eˆtre identifie´es dans le spectre expe´rimental d’aluminium sont absentes dans le spectre
the´orique obtenu avec le code SCO. Cette structure des termes peut eˆtre mieux reproduite
avec un calcul de´taille´, via par exemple l’utilisation du code HULLAC [6, 57]. La raison pour
laquelle nous utilisons le code statistique SCO provient du fait que l’approche statistique s’ave`re
indispensable dans le cas du nickel. Le fait de choisir, dans cette situation, d’utiliser l’approche
statistique pour deux e´le´ments permet de pre´server la cohe´rence thermodynamique.

















 Al Press. const.
 Al Vol. const.
 Ni Press. const.
 Ni Vol. const.
Al-Ni à 22.5eV et 0.0125g/cm3 
Fig. 3.17 – Me´lange d’aluminium et de nickel a` la tempe´rature de 22.5eV et la densite´ de
0.0125g/cm3
Dans le domaine spectral correspondant a` l’aluminium, la tempe´rature donnant le meilleur
accord entre le spectre the´orique et le spectre expe´rimental est comprise entre 21eV et 24eV .
Pour ces deux tempe´ratures, les tables 3.24 et 3.25 indiquent que les densite´s partielles des
deux e´le´ments obtenues en e´galisant la densite´ Thomas-Fermi ou en e´galisant la pression sont
tre`s similaires. Les distributions ioniques de l’aluminium et du nickel (dans l’approche a` volume
constant et dans l’approche a` pression constante sont e´galement tre`s proches, a` 21eV (voir figure
3.15) comme a` 24eV (voir figure 3.16).
















 volume cst densités partielles par P=cst
 pression cste, densités partielles par P=cst
Fig. 3.18 – Spectres de me´lange Al-Ni dans le domaine spectral de l’aluminium a` la tempe´rature
de 22.5eV : spectre expe´rimental, spectres obtenus par la me´thode a` volume constant et par la
nouvelle me´thode a` pression constante dans le cas ou` les densite´s partielles des deux e´le´ments
sont obtenues par e´galisation la pression e´lectronique au bord des sphe`res ioniques des deux
e´le´ments
C’est pour une tempe´rature de 22.5eV (voir figures 3.18 et 3.19) environ que l’accord est
le meilleur. La table 3.26 indique que les densite´s partielles des deux e´le´ments obtenues en
e´galisant la densite´ Thomas-Fermi ou en e´galisant la pression sont relativement proches. Les
diffe´rences qui existent ne peuvent pas eˆtre a` l’origine de diffe´rences dans les spectres. Les
distributions ioniques sont e´galement tre`s semblables dans l’approche a` volume constant et dans
l’approche a` pression constante (voir figure 3.17). La position des structures correspondant a` la
transition 1s → 2p obtenue avec la nouvelle approche est quasiment identique a` celle que l’on
obtient avec la me´thode standard. D’autre part, sur la figure 3.19 sont pre´sente´s, pour l’approche
standard comme pour l’approche a` pression constante, le spectre obtenu dans les conditions ou`
les densite´s partielles des diffe´rents e´le´ments sont calcule´es de manie`re simplifie´e en e´galisant la
densite´ Thomas-Fermi au bord des atomes, et le spectre obtenu en e´galisant la pression au bord
des sphe`res ioniques de´crivant les ions de chacun des deux e´le´ments. Pour ce dernier spectre,
c’est la me´thode d’e´galisation des pressions des deux e´le´ments par dichotomie qui a e´te´ utilise´e.
Il apparaˆıt que les densite´s partielles obtenues par la nouvelle approche (avec la dichotomie)
ne sont pas tre`s diffe´rentes de celles obtenues en e´galisant la densite´ Thomas-Fermi au bord
(les diffe´rences sont de l’ordre de 5 pour cent). Cela explique que les spectres obtenus avec ces
deux me´thodes soient e´galement sensiblement identiques, pour la me´thode a` volume constant
comme pour la me´thode a` pression constante. Cela constitue, comme nous l’avons mentionne´ au
sous-chapitre 3.4, une validation du calcul auto-cohe´rent de la me´thode des supraconfigurations




Nouvelle me´thode 0.010149 0.01627
Tab. 3.26 – Densite´s partielles (g/cm3) de l’aluminium et du nickel pour un me´lange Al-Ni a` la
tempe´rature de 22.5eV et la densite´ de 0.0125g/cm3 donne´es par un environnement e´lectronique
calcule´ par Thomas-Fermi et par notre mode`le
Il subsiste cependant un de´calage entre la courbe expe´rimentale et les quatre spectres the´oriques
(quasiment identiques). Cela est vraisemblablement lie´ aux impre´cisions expe´rimentales (pre´sence
de gradients), et notamment au fait que la masse surfacique des couches des diffe´rents e´le´ments
n’est pas connue avec une pre´cision suffisante. Il ne s’agit pas d’un effet lie´ a` la tempe´rature. En
effet, lorsque la tempe´rature varie, la charge effective du plasma varie e´galement ; les proportions
respectives des diffe´rents degre´s de charge sont modifie´es, ce qui implique que l’amplitude des
















 P cste, densités partielles Thomas-Fermi
 P cste, densités partielles par P=cst
Fig. 3.19 – Spectres de me´lange Al-Ni dans le domaine spectral de l’aluminium (transition
1s → 2p) a` la tempe´rature de 22.5eV et la densite´ de 0.0125g/cm3 : spectre expe´rimental,
spectre obtenu par la nouvelle me´thode a` pression constante en e´galisant la densite´ Thomas-
Fermi pour les deux e´le´ments, spectre obtenu par la nouvelle me´thode a` pression constante en
e´galisant la pression pour les deux e´le´ments
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Ecrantage Al Ni
Thomas-Fermi 0.009720 0.01751
Nouvelle me´thode 0.010146 0.01628
Tab. 3.27 – Densite´s partielles (g/cm3) de l’aluminium et du nickel pour un me´lange Al-Ni a` la
tempe´rature de 19.5eV et la densite´ de 0.0125g/cm3 donne´es par un environnement e´lectronique
calcule´ par Thomas-Fermi et par notre mode`le
Il est e´galement indispensable de pre´ciser que la tempe´rature ne reste pas constante au cours

















 Mél. P cst. 24eV
 Mél. P cst. 21eV 
 Mél. P cst. 19.5eV 
 Mél. P cst. 18eV 
Fig. 3.20 – Spectres de me´lange Al-Ni dans le domaine spectral du nickel (transition 2p →
3d) : spectre expe´rimental, spectre obtenu par la nouvelle me´thode a` pression constante aux
tempe´ratures : 18eV , 19.5eV , 21eV et 24eV
92 Chapitre 3. THERMODYNAMIQUE AUTO-COHERENTE DES IONS
Ecrantage Al Ni
Thomas-Fermi 0.009708 0.01754
Nouvelle me´thode 0.010149 0.01628
Tab. 3.28 – Densite´s partielles (g/cm3) de l’aluminium et du nickel pour un me´lange Al-Ni a` la
tempe´rature de 18eV et la densite´ de 0.0125g/cm3 donne´es par un environnement e´lectronique
calcule´ par Thomas-Fermi et par notre mode`le
Dans le cas du spectre du nickel dans le domaine de longueur d’onde correspondant a` la
transition 2p→ 3d, la tempe´rature qui donne le meilleur accord est 19.5eV (voir figure 3.21). La
table 3.27 indique les densite´s partielles obtenues en e´galisant la pression et en e´galisant la densite´
Thomas-Fermi. D’autre part, il est inte´ressant de noter que plus la tempe´rature augmente, plus
les spectres se de´calent vers les faibles longueurs d’onde (voir figure 3.20). Cela est lie´ au fait
















 P cste, densités partielles par P=cst
Fig. 3.21 – Spectres de me´lange Al-Ni a` la tempe´rature de 19.5eV dans le domaine spectral du
nickel (transition 2p → 3d) avec une masse surfacique de 20µg/cm2 : spectre expe´rimental et
spectre obtenu par la nouvelle me´thode a` pression constante
Dans le cas du spectre de nickel dans le domaine de longueur d’onde correspondant a` la
transition 2p → 4d, la tempe´rature qui donne le meilleur accord avec la courbe expe´rimentale
est de 21eV (voir figure 3.22). Il est a` noter que la transition 2p → 4d est assez difficile a`
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observer expe´rimentalement, c’est la raison pour laquelle la masse surfacique a e´te´ double´e dans
l’expe´rience (figure 3.23). La courbe expe´rimentale des figures 3.20, 3.21, 3.22 et 3.23 montre
une transmission supe´rieure a` 1 au bord de la feneˆtre spectrale, ce qui n’est naturellement pas
possible. Cela provient de la calibration des expe´riences. En re´alite´, dans tous les cas de la
pre´sente se´rie d’expe´riences, I et I0 proviennent de plasmas diffe´rents, cre´e´s par des ”tirs” de
laser effectue´s avec la meˆme e´nergie nominale. Le spectre de la transition 2p→ 3d et le spectre
de la transition 2p → 4d n’ont pas e´te´ obtenus dans des conditions expe´rimentales exactement

















 Vol. cst, Thomas-Fermi
 P cste, Thomas-Fermi
 Vol. cst, dens. part. P=cst
 P cste, dens. part. P=cst
Fig. 3.22 – Spectres de me´lange Al-Ni a` la tempe´rature de 21eV dans le domaine spectral du
nickel (transition 2p → 4d) avec une masse surfacique de 20µg/cm2 : spectre expe´rimental,
spectre obtenu par la nouvelle me´thode a` pression constante et spectre obtenu par la me´thode
standard, chacun de ces spectre e´tant calcule´ soit en e´galisant la densite´ Thomas-Fermi, soit en
e´galisant la pression pour les deux e´le´ments
Le de´calage vertical qui existe entre les courbes expe´rimentales et les courbes the´oriques est
duˆ la` aussi au fait qu’il est difficile pour les expe´rimentateurs de connaˆıtre avec pre´cision la
masse surfacique des e´chantillons.
La table 3.28 indique les densite´s partielles obtenues en e´galisant la pression et en e´galisant
la densite´ Thomas-Fermi a` 18eV . Dans le cas du plasma de nickel, pour la transition 2p → 3d
comme pour la transition 2p → 4d, les spectres avec de´termination des densite´s partielles par
e´galisation de la densite´ Thomas-Fermi et par e´galisation de la pression de tous les ions des deux
e´le´ments sont, comme dans le cas de la transition 1s→ 2p de l’aluminium, quasiment identiques
dans le cadre de l’approche a` volume constant. Pour la transition 2p→ 3d, ils le sont aussi dans
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l’approche a` pression constante (les quatre spectres the´oriques sont tre`s proches. Par contre,
dans le cas de la transition 2p→ 4d le spectre a` pression constante obtenu par e´galisation de la


















 Vol. cst, dens. part. P=cst
 P cste, dens. part. P=cst
Fig. 3.23 – Spectres de me´lange Al-Ni a` la tempe´rature de 21eV dans le domaine spectral du
nickel (transition 2p → 4d) avec une masse surfacique de 40µg/cm2 : spectre expe´rimental,
spectre obtenu par la nouvelle me´thode a` pression constante et spectre obtenu par la me´thode
standard
Il est inte´ressant e´galement de remarquer que dans le cas de la transition 2p→ 3d (voir figure
3.21), le spectre expe´rimental ne montre pas les deux structures distinctes comme le pre´voit la
the´orie du couplage spin-orbite. Dans les spectres the´oriques, cet effet est toujours visible. Il
provient des fluctuations dans le nombre d’e´lectrons sur la sous-couche spectatrice 3p. La raison
a` cela est que la position des structures 2p → 3d de´pend du nombre d’e´lectrons sur la sous-
couche 3p. Lorsque la tempe´rature est basse, la sous-couche 3p est pleine, alors que lorsque la
tempe´rature augmente, elle commence a` perdre des e´lectrons. Plus la tempe´rature augmente,
plus l’effet du couplage spin-orbite s’amoindrit, comme on peut le constater sur la figure 3.20 :
il est moins prononce´ a` 24eV qu’a` 18eV .
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3.6 Remarque sur l’extension de notre mode`le aux densite´s plus
e´leve´es : ne´cessite´ du traitement quantique des e´lectrons du
continuum
Dans les mode`les fonde´s sur l’approximation de la sphe`re de Wigner-Seitz, un phe´nome`ne
apparaˆıt lorsque le rayon de la sphe`re ionique est du meˆme ordre de grandeur que le rayon
des orbitales e´lectroniques les plus externes. Un e´lectron de ces orbitales peut commencer a` se
de´localiser, les niveaux d’e´nergie s’e´largissent et cet e´lectron peut passer dans le continuum.
Lorsque cela se produit, des ”pics” apparaissent dans la densite´ d’e´tats libres pour une valeur
de´termine´e de l’e´nergie. De manie`re indirecte, nous avons constate´ la pre´sence de raies dans
le spectre de photo-absorption du plasma de nickel a` la tempe´rature de 100eV et la densite´
de 1g/cm3 (voir paragraphe 3.4.3 ). Ces raies correspondent a` des ”re´sonances” [73, 23]. Une
re´sonance peut eˆtre interpre´te´e comme un ”e´tat quantifie´ dans le continuum”. La densite´ d’e´tats
d’un gaz d’e´lectrons en pre´sence d’un potentiel a` syme´trie sphe´rique de porte´e finie est donne´e
par la formule :
















ǫ est la densite´ d’e´tats non perturbe´e du gaz d’e´lectrons libres
uniforme, δl le de´phasage et Ω le volume de la sphe`re de Wigner-Seitz. Pour rechercher les
re´sonances, il faut donc chercher les valeurs de ǫ pour lesquelles la de´rive´e dδldǫ prend une valeur
tre`s grande.
Dans [36, 37] le roˆle des re´sonances en thermodynamique a e´te´ e´tudie´ en de´tail. Les re´sonances
ayant de faibles e´nergies contribuent a` la thermodynamique d’une manie`re similaire a` celle des
e´tats lie´s. En particulier, les fonctions thermodynamiques ont un comportement continu lors-
qu’un e´tat lie´ disparaˆıt (par changement de la densite´). Il a e´te´ montre´ ([73, 23]) que pour assurer
la continuite´ de la pression e´lectronique totale lorsque l’ionisation par pression se produit, il faut
impe´rativement prendre en compte les re´sonances. Il est alors ne´cessaire de re´soudre l’e´quation
de Schro¨dinger pour les e´lectrons libres (et donc d’abandonner le mode`le de Thomas-Fermi), de
rechercher les re´sonances, et de calculer la correction a` ajouter a` la densite´ d’e´lectrons libres
due au passage d’un e´lectron dans le continuum. Il se trouve que la continuite´ ne peut eˆtre
assure´e que si une recherche soigneuse des re´sonances est effectue´e a` chaque pas des ite´rations
du calcul du potentiel auto-cohe´rent et en utilisant un pas d’inte´gration en e´nergie dans le calcul
de la densite´ d’e´lectrons libres bien adapte´ a` la position des re´sonances. Lorsque l’ionisation de
sous-couches se produit, un certain nombre d’e´lectrons disparaissent des niveaux lie´s et appa-
raissent dans le continuum. Cette augmentation brutale de la densite´ libre doit eˆtre absorbe´e
par l’augmentation de la densite´ d’e´tat du continuum due a` l’apparition d’une re´sonance dont
le niveau ”parent” est le niveau lie´ d’ou` les e´lectrons ont disparu. Si on ne prend pas en compte
les re´sonances au cours des ite´rations, ce n’est pas le cas. Prendre en compte les re´sonances dans
notre approche devrait permettre [58] la continuite´ des fonctions thermodynamiques (comme
le potentiel chimique ou la pression) et probablement rendre la convergence de la me´thode de
Newton-Raphson plus performante dans des cas ou` cette ionisation par pression se manifesterait
dans le cadre de notre mode`le. D’autre part, la me´thode serait mieux adapte´e aux cas de basse
tempe´rature ou` les re´sonances peuvent jouer un roˆle important.
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Le traitement dans le cadre de la me´canique quantique des e´lectrons libres serait e´galement
indispensable en vue de mode´liser pour chaque supraconfiguration le me´lange des transitions
lie´-lie´, lie´-libre et libre-libre responsable, entre autres, de l’e´crantage dynamique des ions dans
le plasma. Une telle mode´lisation s’inscrit dans le cadre de la the´orie de la re´ponse line´aire
dynamique.
Chapitre 4
Contribution a` la the´orie de la
re´ponse line´aire dynamique
4.1 Ne´cessite´ d’une approche commune a` la re´ponse line´aire
dynamique pour les e´lectrons lie´s et les e´lectrons libres dans
les plasmas
La plupart des approches de la physique des plasmas denses est fonde´e sur le mode`le d’un
atome entoure´ par un plasma homoge`ne et dans lequel la dynamique de l’environnement plasma
est traite´e de manie`re tre`s approximative. En particulier, dans la plupart des cas les e´lectrons
ionise´s sont conside´re´s comme inde´pendants dans les processus atomiques. La ne´cessite´ de cette
approximation vient en grande partie de la difficulte´ de tenir compte des corre´lations entre les
e´lectrons de´localise´s participant a` la fois aux processus typiquement atomiques (e´lectron-trou),
comme a` l’absorption ”bremstrahlung” inverse, et aux processus collectifs dans le continuum.
Pour cette raison, a` notre connaissance, il n’existe pas de the´orie rigoureuse de la re´ponse line´aire
dans les plasmas tenant compte a` la fois des processus atomiques et des processus collectifs
dans le plasma. Une telle the´orie ne´cessiterait un traitement dynamique de l’atome et de son
environnement plasma.
Pourtant, il est en ge´ne´ral admis qu’un traitement des corre´lations dynamiques entre les
e´lectrons libres et les e´lectrons lie´s semble eˆtre ne´cessaire afin de de´crire correctement la photo-
absorption lie´e a` l’effet photo-e´lectrique (absorption ”lie´s-libres”). Cela a de´ja` e´te´ montre´ dans le
cas des atomes irradie´s par le rayonnement synchrotron [34]. Le me´lange de canaux d’absorption
entre les transitions lie´-lie´ et lie´-libre est e´galement indispensable afin de de´crire correctement
les sections efficaces de l’effet photo-e´lectrique dans les gaz rares [96].
Dans une se´rie de travaux re´cents, une the´orie de la re´ponse line´aire dans les plasmas,
fonde´e sur l’approximation Thomas-Fermi et sur l’approche hydrodynamique de Bloch [4] a
e´te´ de´veloppe´e [52, 51, 39, 40, 41]. Cette approche ne tient pas compte des processus e´lectron-
trou mais permet de de´crire une partie importante de l’e´crantage dynamique de l’atome dans le
plasma.
Nous nous proposons d’e´tudier les effets des interactions entre les e´lectrons du continuum
sur l’absorption de rayonnement par les ions. Le but ultime est d’e´largir notre compre´hension
et de de´velopper des me´thodes permettant une mode´lisation nume´rique.
Il sera probablement bientoˆt possible de mesurer la transmission de rayonnement X par des
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cibles tre`s denses. Les e´tudes dans ce sens sont mene´es dans plusieurs laboratoires. On note
d’ailleurs actuellement un inte´reˆt croissant pour la matie`re ”dense et chaude”.
Les effets des interactions entre les e´lectrons libres se retrouvent dans l’e´crantage dynamique
des atomes par le plasma et dans le me´lange des canaux entre les transitions de tous types
(lie´-lie´, lie´-libre et libre-libre).
Dias et al [34] ont explique´ certains aspects de ce phe´nome`ne en prenant comme exemple les
processus de photo-absorption des atomes neutres. Conside´rons une situation simple, ou`, dans
le cadre d’une the´orie de particules inde´pendantes (utilisant les e´tats e´lectroniques obtenus dans
l’approche Hartree-Fock), l’e´tat fondamental du syste`me est caracte´rise´ par ψi et ou` il existe
deux canaux finaux avec les fonctions d’onde du continuum ψ1,ǫ et ψ2,ǫ, ǫ e´tant leur e´nergie.
Toutes ces fonctions d’onde sont des fonctions propres de H0, une approximation du Hamiltonien
exact du syste`me : H. Conside´rons une transition sous l’action de l’ope´rateur de transition T ,
et de´finissons les e´le´ments de matrice de transition :
Dj(ǫ) =< ψi|T |ψj,ǫ > (4.1)
Les fonctions d’onde ”exactes” des e´tats finaux, les fonctions d’onde propres du Hamiltonien
H) peuvent s’exprimer au premier ordre de la the´orie des perturbations :
Ψ1,E = ψ1,E + P
∫
< ψ2,ǫ|H −H0|ψ1,E >
E − ǫ ψ2,ǫdǫ (4.2)
Ψ2,E = ψ2,E + P
∫
< ψ1,ǫ|H −H0|ψ2,E >
E − ǫ ψ1,ǫdǫ (4.3)
Les e´le´ments de matrice perturbe´s Mj(E) =< ψi|T |Ψj,E > deviennent alors :
M1(E) = D1(E) + P
∫
< ψ2,ǫ|H −H0|ψ1,E >
E − ǫ D2(ǫ)dǫ (4.4)
M2(E) = D2(E) + P
∫
< ψ1,ǫ|H −H0|ψ2,E >
E − ǫ D1(ǫ)dǫ (4.5)
ou` P de´note la partie principale des inte´grales. Ces e´quations illustrent bien la notion de
me´lange de canaux, c’est-a`-dire que les e´le´ments de matrice de transition de chaque canal sont
modifie´s a` cause du fait que les ve´ritables fonctions d’onde du syste`me impliquent un me´lange
de canaux. Par exemple, pour une photo-ionisation dipolaire du Xenon 5s, appelons canal 1 la
transition 5s→ kp et canal 2 la transition 5p→ kd. On a alors :
M5s→kp(E) = D5s→kp(E) + P
∫
< ψ5p→k′d|H −H0|ψ5s→kp >
E − ǫ D5p→k′d(ǫ)dǫ (4.6)
4.2 Re´ponse en densite´
Rappelons l’expression de la section efficace de photo-absorption pour un atome libre (a`






| < 0| ~D|m > |2δ(h¯ω −Em + En) (4.7)
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L’indice m parcourt tous les e´tats final. Ces e´tats, de la meˆme manie`re que l’e´tat fondamen-
tal, sont des e´tats a` Z e´lectrons. Cette formule peut s’e´crire de manie`re a` faire apparaˆıtre la





La polarisabilite´ e´lectronique s’e´crit comme la transforme´e de Fourier de la susceptibilite´





d~r′zz′χ(~r, ~r′, ω) (4.10)
Cette e´quation montre qu’il existe une relation tre`s e´troite entre la section efficace et la
re´ponse line´aire. Afin d’expliquer le sens physique de la susceptibilite´, conside´rons un champ
e´lectrique oscillant a` la fre´quence ω, d’amplitude Eext et de direction z, agissant sur notre
atome. Selon la the´orie de la re´ponse line´aire, la variation de la densite´ e´lectronique, de´pendante
de la fre´quence, est donne´e par la relation suivante, qui contient la susceptibilite´ e´lectronique de
l’atome :
δn(~r, ω) = −
∫
d~r′χ(~r, ~r′, ω)eφext(~r′) (4.11)
ou` le potentiel φext est de´fini par :
φext(~r, t) = φext(~r)e
−iωt = Eextze−iωt (4.12)
La variation de la densite´ induite par l’interaction entre le champ e´lectrique uniforme et le
plasma a donc pour expression :
δn(~r, ω) = −eEext
∫
d~r′χ(~r, ~r′, ω)z′ (4.13)
ou encore :





Nous partons d’un formalisme [24] permettant de traiter dans un meˆme contexte les e´lectrons
lie´s et les e´lectrons libres.
Conside´rons l’absorption d’une onde e´lectromagne´tique dans le plasma compose´ d’ions et
d’e´lectrons. Il est possible de de´finir une constante die´lectrique effective pour ce plasma. Le
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ou` ǫeff est la constante die´lectrique effective, n(ω) l’indice re´el et u(ω) le coefficient d’ex-





Nous allons nous occuper de la partie de la constante die´lectrique effective qui de´coule
du comportement des e´lectrons. Les ions sont lourds et lents ; ils ne re´agissent donc pas en
premie`re approximation a` la perturbation que repre´sente l’onde e´lectromagne´tique. La fonction
die´lectrique e´lectronique doit eˆtre calcule´e, en principe, pour chaque configuration ionique. La
fonction die´lectrique effective s’obtient par ponde´ration sur toutes les configurations ioniques
possibles, dont la distribution est suppose´e connue. Le de´veloppement en ”clusters” [18, 39]
est une manie`re d’effectuer cette ponde´ration. Nous n’allons pas entrer dans les de´tails de la
de´rivation pre´sente´e dans les publications mentionne´es ci-dessus mais nous nous limiterons a`
un bref commentaire. Ainsi, l’ordre ze´ro correspond a` un plasma homoge`ne dans lequel l’aspect
discret des centres ioniques est ne´glige´. Le premier ordre fait apparaˆıtre un ion entoure´ par le
plasma homoge`ne. Le second ordre fait appel a` deux ions avec leurs nuages e´lectroniques in-
teragissant dans le plasma homoge`ne (une moyenne est faite sur les distances entre les ions,
etc.).
La constante die´lectrique est une somme de toutes ces contributions et nous admettrons, ce
qui n’est pas e´vident, que la proce´dure converge, et que les premiers termes de ce de´veloppement
constituent une bonne approximation. A chaque ordre, il faut soustraire du terme correspondant
les contributions provenant d’un nombre infe´rieur d’ions.
Dans cette approche de de´veloppement en clusters, la constante die´lectrique d’ordre ze´ro est
la constante die´lectrique du jellium, c’est-a`-dire du plasma homoge`ne ; elle peut eˆtre obtenue
par la proce´dure de´taille´e dans [18, 19, 46]. Elle de´crit les phe´nome`nes collectifs dans le plasma,
comme les plasmons par exemple.
La contribution du premier ordre a e´te´ e´tudie´e dans la litte´rature, d’abord sur le plan
the´orique puis dans le cadre d’une application utilisant la the´orie Thomas-Fermi et le mode`le
hydrodynamique de Bloch [18, 19, 39, 40, 41]. Elle fait apparaˆıtre la polarisabilite´ d’un ion (qui
peut eˆtre de´crite par le mode`le de l’Atome Moyen (voir sous-chapitre 2.7 ) mais le formalisme
peut eˆtre plus ge´ne´ral) entoure´ par un plasma homoge`ne. La soustraction du terme d’ordre ze´ro
dans cette formule correspond a` la soustraction des effets dus au plasma homoge`ne, ces effets
figurant de´ja` dans la constante die´lectrique de l’ordre ze´ro. Se´pare´ment, chaque terme figurant
dans la formule diverge, mais leur diffe´rence reste finie. Le coefficient d’extinction u en e´nergie
est, selon le de´veloppement en clusters :
u = u(0)(k, ω) + u(1)(k, ω) + ... (4.17)
L’ordre ze´ro est la contribution du jellium et l’ordre un la contribution a` un ion (de´pendant
line´airement de la densite´ ionique). L’ion est entoure´ par le plasma. Pour un potentiel exte´rieur
de´pendant du temps ayant la forme suivante : ei(





La contribution d’ordre un, quant a` elle, a pour expression :




nat[−Im < ~k|χ(1) − χ(0)|~k >] = natσ(1)at (k, ω) (4.19)
ou` nat est la densite´ d’atomes dans le plasma et σ
(1)
at (k, ω) l’ordre un de la section efficace de
photo-absorption, qui s’e´crit :
σ
(1)
at (k, ω) =
4πe2ω
k2c
nat[−Im < ~k|χ(1) − χ(0)|~k >] (4.20)
En utilisant une notation faisant intervenir des ope´rateurs [43], la susceptibilite´ du plasma
homoge`ne χ(0) et la susceptibilite´ du plasma homoge`ne avec un ion χ(1) s’e´crivent, dans le cadre









L’indice ze´ro caracte´rise les susceptibilite´s correspondant a` des e´lectrons non-interagissant
(approximation des particules inde´pendantes). La forme du de´nominateur indique l’existence de
poˆles pour la susceptibilite´ et donc de modes d’excitation collectifs. Kˆ repre´sente l’ope´rateur



















En e´crivant la relation 4.21 non plus en terme d’ope´rateurs mais en terme de fonctions de ~k



































k2 + o(k4) (4.27)
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Les susceptibilite´s χ(p) (p = 0, 1) sont de´finies comme suit :
δn(p)(~r, ω) = −
∫
d~r′χ(p)(~r, ~r′, ω)eφext(~r′) (4.31)
−e est la charge de l’e´lectron, et le potentiel φext est de´fini par :
φext(~r, t) = φext(~r)e
−iωt = φextei(
~k.~r−ωt) (4.32)
L’expression figurant dans l’e´quation 4.19 peut eˆtre e´crite sous la forme :




d~r′e−i~k.(~r−~r′)[χ(1)(~r, ~r′, ω)− χ(0)(~r, ~r′, ω)] (4.33)





d~r′[χ(1)(~r, ~r′, ω)− χ(0)(~r, ~r′, ω)]eφext(~r′) (4.34)
et finalement :




d~re−i~k.~r[δn(1)(~r, ~r′, ω)− δn(0)(~r, ~r′, ω)] (4.35)





< ~k|χ(1) − χ(0)|~k > (4.36)
En choisissant l’axe des z comme direction pour ~k, nous obtenons :
1
k2







d~r′[χ(1)(~r, ~r′, ω)− χ(0)(~r, ~r′, ω)]eφext(~r′) (4.37)
1
k2





d~r(1− i~k.~r + ...)
∫
d~r′[χ(1)(~r, ~r′, ω)− χ(0)(~r, ~r′, ω)]eφext(~r′)
(4.38)
Le terme d’ordre ze´ro donne une contribution nulle, ce qui correspond au fait que la correction
en densite´ ne peut pas changer le nombre de particules :∫
δn(~r, ω)d~r = 0 (4.39)
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L’expression de δn(p)(~r, ω) se construit de la fac¸on suivante :
−eφ(p)(~r, ω) = −eEextz +
∫
d~rK(p)(~r, ~r′)δn(p)(~r′, ω) (4.40)
d’ou` :
δn(p)(~r, ω) = −
∫
d~r′χ(p)(~r, ~r′, ω)eφ(p)(~r′, ω) (4.41)









d~r′[χ(1)(~r, ~r′, ω)−χ(0)(~r, ~r′, ω)](−e)Eextz′ (4.42)
La susceptibilite´ des particules non interagissant χ
(p)
0 (~r,



























h¯ω + ǫj − ǫi + iδ ] (4.43)
δ est un nombre infinite´simal dont le signe positif est lie´ au principe de causalite´ [68, 43].



























dipoˆle(~r, ω)− δn(0)dipoˆle(~r, ω)] (4.45)
δn
(p)
dipoˆle(~r, ω) = −
∫
d~r′χ(p)(~r, ~r′, ω)eEextz′ (4.46)
On retrouve bien l’expression du sous-chapitre 4.2. En utilisant l’e´quation 4.43, nous pouvons
re´e´crire l’e´quation 4.41 sous la forme :







1i (~r, ω) + ψ0i(~r)ψ
(p,−)∗
1i (~r, ω)] (4.47)
ou` ψ
(p,+)
1i (~r, ω) est de´finie par :
ψ
(p,+)

















1i (~r, ω) par :
ψ
(p,−)∗
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dont le conjugue´ s’e´crit :
ψ
(p,−)















φ(p)(~r, t) e´tant re´el, nous disposons de l’identite´ :





1i peuvent eˆtre e´crites sous la forme :
ψ
(p,+)
1i (~r, ω) = ψ
(p)




1i (~r, ω) = ψ
(p)
1i (~r, ǫi − h¯ω) (4.53)
ψ
(p)
1i (~r, ǫi + ω) =
∫




Les e´quations 4.48 et 4.50 peuvent s’e´crire a` l’aide de fonctions de Green :
ψ
(p)
1i (~r, ǫi − ω) =
∫
d~r′G(p)R (~r, ~r′, ǫi − h¯ω)ψ(p)0i (~r′)eφ(p)∗(~r′, ω) (4.55)
ou` les G
(p)













E − ǫj + iδ (4.56)
Le caracte`re ”retarde´” de ces fonctions est assure´ par le signe de δ. En effet, il est facile de
ve´rifier que :








~r′) = −δ(~r − ~r′) (4.57)
Cela nous permet d’e´tudier les e´quations non homoge`nes suivantes pour les fonctions du
premier ordre :
(ǫi + h¯ω −H(p)0 )ψ(p)1i (~r, ǫi + h¯ω) = −eφ(p)(~r, ω)ψ(p)0i (~r) (4.58)













∇2 − eV (~r) (4.61)
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On peut tenir compte du fait que les sommes sur i dans l’e´quation 4.47 parcourent le spectre
lie´ et le continuum. Pour cette raison, nous pouvons diviser la correction de la densite´ en deux
parties : la partie correspondant aux e´lectrons lie´s et la partie correspondant aux e´lectrons libres.
δn(p)(~r, ω) = δn
(p)
lie´s(~r, ω)δk,1 + δn
(p)
libres(~r, ω) (4.62)
p pouvant prendre les valeurs 0 ou 1.
δn
(0)
lie´s = 0 (4.63)
δn
(1)






























(~r, ǫi − h¯ω)] (4.65)
Remarque : Dans le cas p = 0 les fonctions d’onde de l’ordre ze´ro sont les ondes planes.





















Dans le cas p = 1, les fonctions d’ordre ze´ro correspondent aux e´tats de diffusion dans un
potentiel V (~r).
4.4 Etablissement d’une re`gle de somme pour la densite´ induite
Afin d’alle´ger la notation, nous omettrons, dans la suite, l’indice (p) caracte´risant les fonctions
d’onde et les fonctions de Green. (p = 0 correspond au jellium, p = 1 au jellium avec un ion,












~r′, ǫi + h¯ω)ψ0i(~r′)
+ψ0i(~r)GR(~r, ~r′, ǫi − h¯ω)ψ∗0i(~r′)]Ueff (~r′) (4.68)





~r′, ω). La de´finition de la fonction de
Green :
GR(~r, ~r′, ǫi + h¯ω) =
1
H0 − (ǫi + h¯ω) =
1




(H0 − ǫi)/(h¯ω)− 1 (4.69)
nous permet d’e´crire formellement :
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GR(~r, ~r′, ǫi + h¯ω) = − 1
h¯ω
1









Appliquons cette ope´ration a` une fonction arbitraire f(~r) :

































Nous disposons donc de la relation suivante :
GR(~r, ~r′, ǫi + h¯ω)f = − 1
h¯ω




Nous utilisons ici et dans ce qui suit une notation abre´ge´e. Les e´galite´s faisant intervenir les
fonctions de Green sont exactes au sens ”sous l’inte´grale”, c’est-a`-dire que les fonctions de Green
pre´servent ici leur caracte`re d’ope´rateur. L’application de la relation 4.73 a` zψ0i donne :
GR(~r, ~r′, ǫi + h¯ω)zψ0i(~r) = − 1
h¯ω




















~∇2z − 2 h¯
2
2m
~∇ψ0i(~r)~∇z − z( h¯
2
2m







De cette manie`re, nous obtenons les identite´s :















GR(~r, ~r′, ǫi − h¯ω) ∂
∂z
ψ0i(~r) (4.78)
Cela nous permet d’e´crire :


























ψ0i(~r)GR(~r, ~r′, ǫi − h¯ω))ψ∗0i(~r′)]Ueff (~r′))(4.79)


















ψ0i(~r)GR(~r, ~r′, ǫi − h¯ω)ψ∗0i(~r′)]Ueff (~r′) (4.80)
Graˆce a` la pre´sence de la double inte´gration sur ~r et ~r′, nous pouvons conside´rer l’ope´rateur
de Green comme agissant sur une fonction de ~r. Nous avons en effet :
G∗R(~r, ~r′, ǫi + h¯ω) = GR(~r, ~r′, ǫi − h¯ω) (4.81)
































Ce qui permet d’e´crire, en appliquant 4.73 a` ∂∂zψ
∗
0i(~r) :
































~r′, ǫi + h¯ω) (4.84)




































ψ0i(~r)GR(~r, ~r′, ǫi − h¯ω)]ψ∗0i(~r′)]Ueff (~r′) (4.85)

























[ψ∗0i(~r)GR(~r, ~r′, ǫi + h¯ω)ψ0i(~r′)
+ψ0i(~r)GR(~r, ~r′, ǫi − h¯ω)ψ∗0i(~r′)]]Ueff (~r′) (4.86)
ou encore :
∫





















[ψ∗0i(~r)GR(~r, ~r′, ǫi + h¯ω)ψ0i(~r′)
+ψ0i(~r)GR(~r, ~r′, ǫi − h¯ω)ψ∗0i(~r′)]Ueff (~r′) (4.87)
L’expression pre´ce´dente peut s’e´crire :
∫













Nous avons obtenu une relation tre`s inte´ressante car elle lie le potentiel et la densite´ induite
avec les gradients de la densite´ et du potentiel de l’e´quilibre. Cette relation, qui est une re`gle de
somme, ne contient pas les fonctions d’onde de manie`re explicite.
Si le premier terme de l’e´quation 4.88 est e´gal a` ze´ro, c’est-a`-dire par exemple quand nous
prenons le potentiel effectif Ueff e´gal a` ze´ro, la re`gle de somme 4.88 devient :
∫







Cette re`gle de somme sur la densite´ induite est lie´e a` la formule de Bethe et Salpeter [2, 17] :
< β|~p.ǫˆ|α >= imωαβ < β|~r.ǫˆ|α >= − ei
ωαβ
< β|ǫˆ.~∇V |α > (4.90)
ou` |α > et |β > sont deux e´tats d’e´nergie e´lectroniques, ωαβ la fre´quence de la transition de
|α > vers |β >, m la masse de l’e´lectron et ~p son impulsion. Cette formule est une conse´quence
directe de la relation de commutation entre l’impulsion et le Hamiltonien :
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[~p,H] = ~pH −H~p = −eh¯
i
~∇V (4.91)
ou` H est le Hamiltonien exact : H = p
2
2m − eV . L’e´galite´ 4.90 peut encore s’e´crire :
< β|~r.ǫˆ|α >= − e
m(ωαβ)2
< β|ǫˆ.~∇V |α > (4.92)
La re`gle de somme 4.89 peut eˆtre conside´re´e comme une expression inte´grale d’une sommation
de l’e´galite´ de Bethe et Salpeter 4.92. Il est e´galement facile de montrer que nous pouvons obtenir
une e´galite´ analogue a` l’e´galite´ de Bethe et Salpeter en nous limitant a` un seul indice i. Les
fonctions d’onde ψ
(p,+)
1i (~r, ω) = ψ
(p,+)
1i (~r, ǫi+ h¯ω) et ψ
(p,−)
1i (~r, ω) = ψ
(p)
1i (~r, ǫi− h¯ω) correspondent
a` des e´nergies propres dont la diffe´rence en valeur absolue avec l’e´nergie propre des fonctions
ψ0i est h¯ω. Cette valeur de ω est la fre´quence de la transition α → β. Le fait de prendre Ueff
e´gal a` ze´ro revient a` transformer les fonctions ψ1i en fonctions libres ψ0i finales.




′)Ueff (~r′) illustre le fait que la re´ponse en densite´
dipolaire dans ce formalisme ou` les e´lectrons lie´s et libres sont traite´s de la meˆme manie`re est
localise´e, car ∂∂zn0(
~r′) a un support fini.
Ishikawa et al [52, 51] ont montre´ dans le cas de l’approximation Thomas-Fermi et du mode`le
hydrodynamique de Bloch que la densite´ induite comprend un terme dipolaire et un terme cor-
respondant aux ondes de plasma sortantes. La pre´sence des ondes sortantes est la difficulte´ prin-
cipale que nous rencontrons dans le cas quantique de notre approche de la re´ponse line´aire dyna-
mique dans un plasma. Cette pre´sence rend difficile l’e´tablissement du comportement asympto-
tique des fonctions d’onde des e´lectrons libres. Il est important de mentionner que les inte´grales
du membre de droite des e´quations 4.88 et 4.92 sont conditionnellement convergentes. Dans le
cas pre´sent, la convergence des inte´grales est assure´e en ajoutant un infinite´simal imaginaire pur
a` la pulsation, c’est-a`-dire en remplac¸ant ω par ω + iδ. Cette ”transformation” est e´galement
ne´cessaire dans le cas de la formule de Bethe et Salpeter 4.90. Du point de vue physique, le
caracte`re conditionnel de la convergence provient du principe de causalite´. Mathe´matiquement,
cela se traduit pour simplifier par le fait que toutes les fonctions d’onde appartiennent a` un
espace de Hilbert, dont l’une des proprie´te´s doit eˆtre d’assurer l’inte´grabilite´ L2 de ces fonc-
tions d’onde. C’est dans ce sens que les observables en me´canique quantique doivent eˆtre des
ope´rateurs hermitiques.
Cependant, si nous avons prouve´ la localisation de la re´ponse dipolaire en densite´, la question
du comportement asymptotique des fonctions d’onde des e´lectrons libres reste ouverte. Une
solution peut eˆtre de choisir, en l’absence des oscillations collectives, les ondes libres sortantes
comme solutions asymptotiques de l’e´quation de Schro¨dinger. Dans ce cas, il serait possible de
calculer le potentiel auto-cohe´rent de´pendant de la fre´quence ge´ne´re´ par les ondes libres sortantes
par une me´thode ite´rative. En principe cela permettrait de re´soudre le proble`me dans le cas ou`
le passage des modes particule-trou aux modes collectifs serait ne´gligeable. Cependant, rien ne
permet de dire que ce choix soit physiquement satisfaisant ni meˆme acceptable. L’e´tablissement
de la re`gle de somme 4.88 ne fournit pas de re´ponse a` ce sujet, mais elle est importante car elle
nous apprend que la re´ponse dipolaire provenant du centre atomique est localise´e et elle pre´cise
la forme du terme supple´mentaire qui n’existe pas dans la formule de Bethe et Salpeter. Il est
e´galement important de pre´ciser que la re´ponse line´aire en terme de potentiel ne peut pas eˆtre
localise´e, ce qui constitue une manifestation de la complexite´ du comportement des fonctions
d’onde d’e´lectrons libres et du roˆle des divergences existant dans le potentiel induit. Il reste
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encore beaucoup de chemin a` parcourir pour comprendre le roˆle des e´lectrons libres dans le
cadre de cette the´orie. Il est possible que des investigations plus avance´es mettent en e´vidence
la possibilite´ de passage d’un mode collectif a` un mode e´lectron-trou.
Chapitre 5
Conclusion
La partie principale de ce travail de the`se est une nouvelle approche des ions dans les plasmas
a` l’e´quilibre thermodynamique local traite´s dans l’approximation des supraconfigurations. Dans
cette approche les supraconfigurations sont groupe´es en ions et les volumes et fractions ioniques
sont calcule´es en imposant l’e´galite´ de la pression au bord de chaque sphe`re ionique. Du point de
vue conceptuel, cette me´thode constitue un progre`s par rapport a` l’approche standard applique´e
dans un code de´veloppe´ au CEA [21] et dans laquelle tous les ions ont le meˆme volume. En effet,
elle permet de traiter l’e´crantage de tous les ions du plasma avec une meˆme pression, c’est-a`-
dire dans les meˆmes conditions thermodynamiques. Le choix de la normalisation des fonctions
d’onde des e´lectrons lie´s dans tout l’espace et pas seulement a` l’inte´rieur de la sphe`re ionique
nous a amene´s a` de´finir une notion de ”charge re´elle”, diffe´rente de la charge entie`re. Cette
notion permet de prendre en compte le fait que les fonctions d’onde peuvent, dans certains
cas, s’e´tendre au-dela` de la sphe`re de Wigner-Seitz. Dans un large domaine de variation des
parame`tres caracte´ristiques d’un plasma correspondant aux conditions expe´rimentales actuelles,
les distributions ioniques que nous avons obtenues sont relativement proches des distributions
donne´es par la me´thode standard. Les calculs de photo-absorption montrent que les spectres ob-
tenus dans le cadre de la nouvelle me´thode sont e´galement peu diffe´rents de ceux obtenus avec
la me´thode standard. Cela constitue une validation du calcul auto-cohe´rent des supraconfigura-
tions avec densite´s ioniques toutes identiques. La raison principale a` cela est que ce sont les ions
les plus probables qui contribuent le plus a` la photo-absorption. La situation s’ave`re diffe´rente
dans des cas ou l’ionisation par pression devient importante. Nous avons pre´sente´ un cas dans
lequel les re´sonances accompagnant l’ionisation par pression qui apparaissent dans les spectres
obtenus avec la me´thode standard sont tre`s ”adoucies” dans les spectres obtenus avec notre
nouvelle approche. Les conditions expe´rimentales de tempe´rature et de densite´ correspondant
a` de telles situations pourront eˆtre e´tablies avec les lasers de la future ge´ne´ration. Les spectres
lie´-libre peuvent alors pre´senter des diffe´rences notables. Le fait que dans des cas de densite´
e´leve´e, des re´sonances peuvent quasiment disparaˆıtre dans le spectre, semble confirmer que la
nouvelle thermodynamique repre´sente un pas conside´rable dans le traitement de l’ionisation par
pression. Cependant, il semble inde´niable que le traitement complet de l’ionisation par pression
devrait inclure le traitement quantique des e´lectrons libres, en vue d’une de´termination auto-
cohe´rente des re´sonances. Nous avons par ailleurs pre´sente´ des comparaisons avec des spectres
expe´rimentaux obtenus dans le cas d’un e´chantillon multicouche d’aluminium et de nickel par
l’e´quipe de Claude Chenais-Popovics au LULI (Ecole polytechnique) [28].
Le traitement quantique des e´lectrons libres est e´galement indispensable pour prendre en
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compte les corre´lations dynamiques entre les e´lectrons lie´s et les e´lectrons libres. Une telle ap-
proche semble incontournable pour comprendre le roˆle des e´lectrons libres ainsi que l’influence
des ions voisins dans l’e´tude de la photo-absorption. Elle permettrait de prendre en compte
le me´lange des transitions lie´-lie´, lie´-libre et libre-libre. Les difficulte´s de convergence d’une
me´thode de´veloppe´e au laboratoire ces dernie`res anne´es nous ont amene´s a` approfondir notre
compre´hension de la densite´ induite, du potentiel et des fonctions d’onde des e´lectrons libres.
Du point de vue pratique, nous avons rencontre´ des difficulte´s provenant du comportement
asymptotique des fonctions d’onde des e´lectrons libres. Le travail effectue´ lors de cette the`se
a permis d’e´tablir une nouvelle re`gle de somme concernant la densite´ induite. Cette re`gle de
somme permet de mieux comprendre la localisation de la re´ponse line´aire dans les champs des
centres ioniques.
Quoi qu’il en soit, il semble bien que les effets de densite´ statiques et dynamiques ne soient
pas tre`s importants dans les conditions de tempe´rature et de densite´ des expe´riences de photo-
absorption actuelles avec des cibles chauffe´es radiativement. Les densite´s implique´es dans les
expe´riences du meˆme type qui seront re´alise´es avec les lasers de la future ge´ne´ration nous per-
mettront peut-eˆtre de mesurer ces effets, et ainsi de valider et d’ame´liorer nos mode´lisations
de la thermodynamique des plasmas denses. Des nouvelles mesures de l’e´quation d’e´tat seront
e´galement possibles, et il sera envisageable de mieux de´crire l’interaction entre le rayonnement
et le plasma dans des conditions extreˆmes de tempe´rature et de densite´. Nous espe´rons que les
me´thodes the´oriques propose´es au cours de cette the`se seront utiles pour la mode´lisation des
expe´riences futures.
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Annexe A
Ele´ments de matrice I, V et e´le´ments de matrice de transition
Elements de matrice I et V
Dans cette annexe nous pre´sentons les formules pour les quantite´s I et V qui interviennent
dans l’expression de l’e´nergie moyenne d’une configuration d’e´lectrons lie´s.
Dans le cas d’une sous-couche non-relativiste (n, l), Is s’e´crit, d’apre`s Cowan [31] :









K repre´sente l’ope´rateur e´nergie cine´tique. L’e´nergie ǫs est calcule´e par re´solution de l’e´quation
de Schro¨dinger avec le potentiel effectif V (r). Dans le cas d’une sous-couche relativiste (n, l, j)
une correction du type spin-orbite s’ajoute a` l’e´nergie ǫs. Le potentiel effectif V (r) comprend le
potentiel cre´e´ par la charge du noyau, le potentiel cre´e´ par les e´lectrons lie´s, une contribution
de l’e´change-corre´lation et le potentiel cre´e´ par les e´lectrons libres. Les e´le´ments de la matrice
V sont obtenus par :
Vrs = F








G(k)(nr, lr;ns, ls) (2)
pour r 6= s (c’e´st-a`-dire des e´lectrons non e´quivalents) et
Vrr = F








F (k)(nr, lr;nr, lr) (3)
pour les e´lectrons e´quivalents. Pour le cas relativiste, un calcul analogue, qui fait appel aux
coefficients de Clebsch-Gordon du couplage spin-orbite et au the´ore`me de Wigner-Eckart, permet
d’obtenir :
Vrs = F














Les formules relativistes et non-relativistes donnent des re´sultats identiques uniquement dans










sont appele´s symboles 6j.
Les inte´grales F (k)(nr, lr;ns, ls) et G
(k)(nr, lr;ns, ls) sont de´finies de la manie`re suivante
[90, 31] :
















ou` ynl repre´sente la partie radiale de la fonction d’onde a` un e´lectron multiplie´e par r (voir
sous-chapitre 2.7 ), r> = sup(r1, r2) et r< = inf(r1, r2).
Les matrices de transition
L’expression | < α||~r||β > |2, introduite dans l’e´quation 3.63 de´signe dans le cas non-
relativiste :
| < α||~r||β > |2 =
∑
mlβ ,mlα ,msβ ,msα
| < lβ,mlβ ,msβ |~r|lα,mlα ,msα > |2 = 2
∑
mlβ ,mlα









ou` l> = sup(lβ, lα). Dans le cas relativiste, nous obtenons :
| < α||~r||β > |2 =
∑
mjβ ,mjα
| < jβ ,mjβ (lβ , sβ)|~r|jα,mjα(lα, sα) > |2 = | < jβ(lβ , sβ)||~r||jα(lα, sα) > |2
(9)
ce qui donne :







| < lβ||~r||lα > |2 (10)
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Annexe B
Moments des faisceaux de transition
Bauche, Bauche-Arnoult et Klapisch [13, 14, 12] ont obtenu des expressions analytiques pour
les deux premiers moments des faisceaux de transition entre deux configurations.
Cas non relativiste (UTA : ”Unresolved Transition Arrays”)
La transition est repre´sente´e comme suit :
C → C ′ = lq11 lq22 lq33 ...lqmaxmax → lq1−11 lq2+12 lq33 ...lqmaxmax (11)
ou` ls repre´sente la sous-couche (ns, ls) et qs le nombre d’e´lectrons sur la sous-couche s. Le












moy de´signent respectivement l’e´nergie moyenne Hartree-Fock des configurations





















































2(2l1 + 1)(2l2 + 1)
]
Il est inte´ressant de noter que le de´calage duˆ aux termes ne de´pend que des sous-couches
auxquelles appartiennent les e´lectrons participant a` la transition. Il n’y a pas d’effet des e´lectrons
spectateurs qui appartiennent aux sous-couches ne participant pas a` la transition (couches pas-
















1 → l1l2) +






q3(4l3 − q3 + 2)
4l3 + 1
ν2G(l1l3 → l2l3) + ... (16)
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Les spectateurs des sous-couches passives contribuent a` la variance. ν2sp de´signe la partie de
la variance relative au couplage spin-orbite (cette partie est absente dans le couplage jj) :
νsp =











et ν2G(l1l3 → l2l3) ont e´te´ publie´es dans [14].
Cas relativiste (SOSA : ”Spin-Orbit Split Arrays”)
Il s’agit de transitions entre deux sous-couches relativistes. Les spectateurs peuvent eˆtre
traite´s soit en tant que relativistes jj (comme la couche 3 par exemple), soit en tant que non-
relativistes (cas de la sous-couche s). La transition est repre´sente´e comme suit :
C → C ′ = jq11 = jq22 jq33 ...jqmaxmax → jq1−11 jq2+12 jq33 ...jqmaxmax (18)
ou` js repre´sente la sous-couche (ns, ls, js) et qs le nombre d’e´lectrons sur la sous-couche s.





moy −ECmoy + δEC→C
′
(19)

























































2(2j1 + 1)(2j2 + 1)
]
La formule pour la variance ”SOSA” s’e´crit (νC→C′)2 = (νC→C′G )





(q1 − 1)(2j1 − q1 + 1)




1 → j1j2) +
q2(2j2 − q2)






q3(2j3 − q3 + 1)
2j3
ν2G(j1j3 → j2j3) + ...
+
q3(4l3 − q3 + 2)
4l3 + 1
ν2G(j1l3 → j2l3) + ... (22)
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Les expressions analytiques de ν2G(j
2




Formules effectives pour l’e´nergie d’une supraconfiguration [22]
Dans cette annexe, afin d’alle´ger les notations, les inte´grales Is seront note´es < s > et les










qs < s > +
∑
s,r
qs(qr − δr,s) < s, r > (23)


















r < r >∑
C∈Ξ gC
(25)







s,r qs(qr − δr,s) < s, r >∑
C∈Ξ gC
(26)
ou` qCi est l’occupation de la i
















































avec pour chaque supracouche σ,
∑




















































































































































































































































































est une configuration de la supracouche σ.


















pouvons prouver imme´diatement que les deux e´quations pre´ce´dentes sont e´quivalentes. La se-
conde e´quation signifie que <qσr>gσr































gσ1 − δσ1,σs − δσ1,σ′r




gσmax − δσmax,σs − δσmax,σ′r
qσmax − δσmax,σs − δσmax,σ′r
)(
gσ′1 − (δσ′1,σs + δσ′1,σ′r)(1− δσ,σ′)




gσ′max − (δσ′max,σs + δσ′max,σ′r)(1− δσ,σ′)









































De la meˆme manie`re que pre´ce´demment, le nume´rateur et le de´nominateur sont multiplie´s
par le facteur :




















Qσ(Qσ′ − δσ,σ′) =
∑
σs∈σ,σ′r∈σ′

























































σ∈Ξ,σ′∈Ξ gσs(gσ′r − δσs,σ′r) < σs, σ′r >
Gσ(Gσ′ − δσ,σ′) (43)















σs∈σ,σ′r∈σ′ gσr(gσr − δσs,σ′r) < σs, σ′r >
Gσ(Gσ′ − δσ,σ′) (44)
avec Qσ =
∑
σi∈σ qσi et Gσ =
∑
σi∈σ gσi , σ e´tant une supracouche. Ecrivons maintenant E
(1)
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φn(< σ > g) = −
∑
σr∈σ











< σr > gσr (49)
Comme nous l’avons vu pre´ce´demment, E
(B)























































































































































































gσrgσ′s < σr, σ
′














































































































































































































(Qσ − 1) 1




(Gσ − 1) (66)



















































Energie libre d’e´change-correlation propose´e par Iyetomi et Ichimaru
Iyetomi et Ichimaru ont de´rive´ des formules [53] pour l’e´nergie libre d’e´change-corre´lation
pour le mode`le de ”plasma a` composante unique” (OCP : One Component Plasma1) de l’e´crantage
e´lectronique dans l’approximation HNC (HyperNetted Chain) [95, 16, 50]. Ces formules sont ex-
prime´es en terme de fonctions de corre´lation. La formule dans le cadre de l’approximation HNC







d~rh(r)[h(r)− c(r)]− nc˜(q = 0)





ou` β = 1kBT et N est le nombre total d’ions dans le plasma. De´finissons chacun des termes




























avec Q = qqF , qF e´tant le vecteur d’onde de Fermi et S(q) le facteur de structure du mode`le






et ǫ(q, 0) a pour expression :
ǫ(q, 0) = 1− v(q)χ0(q, 0)
1−G(q)v(q)χ0(q, 0) (71)
χ0(q, 0) est la polarisabilite´ statique de particules libres et G(q) la correction de champ
local. Si on pose G(q) = 0, on retrouve l’expression RPA (Random Phase Approximation) [65].
Ainsi, on peut dire que G(q) est une fonction qui mesure les effets de couplage ”au-dela`” de
l’approximation RPA. Afin de tenir compte correctement de la de´pendance en tempe´rature et
en densite´, Ichimaru et Iyetomi ont choisi l’expression suivante :
1Le mode`le OCP est un mode`le important dans l’e´tude des syste`mes a` N corps, consistant a` conside´rer des
particules charge´es mobiles dans un environnement uniforme neutralisant. Si ces particules sont des e´lectrons dans
un environnement neutralisant charge´ positivement et uniforme, il s’agit du mode`le du gaz homoge`ne d’e´lectrons
libres ou jellium
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. De plus, λ = (4/(9π))1/3, et J0 est la fonction de


























c˜(q) est la transforme´e de Fourier de la fonction de corre´lation directe c(r). Ecrivons la en
q = 0 :
c˜(q = 0) =
∫
d~rc(r) (77)
La fonction de corre´lation de paire est relie´e a` la fonction de corre´lation directe c(r) par la
relation d’Ornstein-Zernike :
h(r) = c(r) + n
∫
d~r′c(|~r − ~r′|)h(r′) (78)
n e´tant la densite´ particulaire volumique.
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Annexe E
Partie lie´-libre de l’e´nergie libre d’une supraconfiguration [21, 22]









































nlibres est la densite´ de charge cre´e´ par les e´lectrons libres et Vlibres(r) le potentiel coulombien
qui en re´sulte ; Vlie´s est le potentiel coulombien duˆ aux e´lectrons lie´s de la supraconfiguration.
K
(ll)
Ξ est l’e´nergie cine´tique des e´lectrons libres et Fxc est l’e´nergie d’e´change et de corre´lation.
nlibres et S
(ll)
Ξ sont calcule´es a` l’approximation Thomas-Fermi.

































































































































avec : f(r, p) = 1
1+eθ
, θ = β( p
2






gλ[pλ ln(pλ) + (1− pλ) ln(1− pλ)] (87)




























































































































































































































































































































avec V (r) = −Zer +Vlie´s(r)+Vlibres(r)+vxc(r) le potentiel effectif total de la supraconfigura-












~∇2ψ(~r, t) + U(r)ψ(~r, t) = ih¯∂ψ(~r, t)
∂t
(100)






La de´rive´e par rapport a` t de cette moyenne donne :













L’e´quation 100 nous permet d’e´crire :











[ψ∗Upˆiψ − ψ∗pˆiUψ]d~r (103)
ou encore :











ψ∗[pˆi, U ]ψd~r (104)
A l’aide du the´ore`me de Green, transformons la premie`re inte´grale en inte´grale de surface :
































nous permet d’e´crire :











































































ou` s repre´sente un e´tat e´lectronique et fs =
1





























































C’est la conservation de la quantite´ de mouvement. Cette relation s’obtient directement a`




~∇2ψs = (ǫs − U)ψs (113)
















































































































s(~r, t).On reconnaˆıt dans l’e´quation 120 la i
eme coor-















~r. ~E(~r)ρ(~r) = Epot (121)






































































~r ~dS = P
∫
Ω
(~∇.~r) ~dr = 3P
∫
Ω














































Le the´ore`me du Viriel s’e´crit donc :





















avec ψs(r, θ, φ) = Rnl(r)Ylm(θ, φ). Pour alle´ger les notations, il est commode d’effectuer le
































|∇ψ(r, θ, φ)|2 = [dRnl(r)
dr








































Nous disposons e´galement des relations [1] :
l∑
m=−l




































Epot est l’e´nergie potentielle totale. En s’inspirant du calcul de Legrand et Perrot [64], intro-










































Posons : A = r3wsR
2








(rRnl(r)) + 2(ǫnl − U(r))(rRnl(r)) = 0 (143)











































































































































































































































































































































































































































































































































. X s’exprime alors de la manie`re suivante :

































































D2nl + 2Dnl − l(l + 1)
r2ws












m=−l |Ylm(θ, φ)|2 = 2l+14π permet d’e´crire
∑
n,l,m L˜nlm sous la forme :
∑
n,l,m

















D2nl + 2Dnl − l(l + 1)
r2ws

























D2nl + 2Dnl − l(l + 1)
r2ws
+ 2(ǫnl + V (rws))]
= −Epot (165)
Le the´ore`me du Viriel s’e´crit Epot + K1 + K2 = 4πr
3
wsP . Nous obtenons donc l’expression










D2nl + 2Dnl − l(l + 1)
r2ws
+ 2(ǫnl + V (rws))] (166)















(ǫnl + eV (rws))] (167)
Cette formule est e´quivalente a` la formule 3.175.
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Annexe G
Corrections quantiques a` la pression Thomas-Fermi
Le mode`le Thomas-Fermi est un mode`le semi-classique, correspondant a` un de´veloppement
des grandeurs physiques en puissances du parame`tre semi-classique δ = ζ2 = (λ¯/L)2, λ¯ e´tant la
longueur d’onde de de Broglie de l’e´lectron et L la dimension caracte´ristique du syste`me.
Il peut eˆtre inte´ressant d’e´valuer la contribution d’un effet quantique comme la diffusivite´ des
orbites de Bohr. Cet effet est associe´ au principe d’incertitude. Les effets quantiques constituent
une violation du caracte`re local de la relation entre le potentiel et la densite´, chose ine´vitable
du fait de la valeur finie de la longueur d’onde de de Broglie de l’e´lectron. La prise en compte
de ces effets consiste a` conside´rer les gradients du potentiel. Il s’agit ainsi d’une correction au
principe de quasi-uniformite´ qui sous-tend le mode`le Thomas-Fermi. La correction quantique a`
la pression s’e´crit [55] :








On peut remarquer que cette correction quantique prend des valeurs petites, certes, mais
plus importantes que la pression due aux e´lectrons lie´s. Elle est d’autant plus importante que la
tempe´rature est e´leve´e. Pour une densite´ de 10g/cm3 et une tempe´rature de 100eV , elle atteint
des valeurs qui sont du meˆme ordre de grandeur que la contribution de l’e´change-corre´lation.
S’il est possible de se permettre, au vu des diffe´rents ordres de grandeur, de ne´gliger la pression
due aux e´lectrons lie´s, surtout si les effets de structure de bandes et de liaison chimique nous
importent peu, en revanche il semble que la contribution de cet effet quantique soit importante
lorsque la tempe´rature augmente. Cependant, bien que dans les tables 1 et 2 figurent la pression
d’e´change-corre´lation, la pression due aux e´lectrons lie´s et la correction quantique a` la pression,
ces trois contributions ne sont pas inde´pendantes. En principe, le terme d’e´change-corre´lation
au sens de la the´orie de Kohn-Sham [59] devrait contenir cette correction quantique. Il s’agit
donc ici simplement d’une e´tude qualiative d’une correction quantique a` la pression et pas d’une
contribution supple´mentaire.
Supraconfiguration Plibres Pxc δPquant Plie´s
(1s2s)4(2p)6(3s)(3p)2(3d)3 170.79 −5.95 −1.51.10−2 −3.72.10−4
(1s2s)4(2p)6(3s)(3p)3(3d)3 157.35 −5.29 −1.30.10−2 −7.51.10−4
(1s2s)4(2p)6(3s)(3p)2(3d)2 184.09 −6.63 −1.73.10−2 −1.28.10−4
(1s2s)4(2p)6(3s)(3p)3(3d)2 170.78 −5.95 −1.51.10−2 −2.63.10−4
(1s2s)4(2p)6(3s)(3p)2(3d)4 157.34 −5.29 −1.30.10−2 −9.84.10−4
(1s2s)4(2p)6(3s)(3p)3(3d)4 143.77 −4.64 −1.10.10−2 −1.96.10−3
(1s2s)4(2p)6(3s)(3p)2(3d)1 197.27 −7.32 −1.96.10−2 −3.77.10−5
(1s2s)4(2p)6(3s)(3p)2(3d)3 157.36 −5.29 −1.30.10−2 −7.35.10−4
(1s2s)4(2p)6(3s)(3p)3(3d)1 184.08 −6.63 −1.76.10−2 −7.98.10−5
Tab. 1 – Comparaison entre la pression (Mb) des e´lectrons lie´s, la pression d’e´change-corre´lation
et la correction quantique a` la pression Thomas-Fermi pour le plasma de nickel a` la densite´ de
10g/cm3 et la tempe´rature de 25eV
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Supraconfiguration Plibres Pxc δPquant Plie´s
(1s2s2p)10(3s)2(3p)6(3d)5 17.02 −2.03 −1.77 −0.122
(1s2s2p)10(3s)2(3p)6(3d)4 20.35 −2.46 −2.34 −0.052
(1s2s2p)10(3s)2(3p)6(3d)6 23.82 −2.94 −2.96 −0.020
(1s2s2p)10(3s)2(3p)6(3d)3 20.33 −2.46 −2.34 −0.060
(1s2s2p)10(3s)2(3p)5(3d)5 23.80 −2.94 −2.96 −0.026
(1s2s2p)10(3s)2(3p)5(3d)4 17.00 −2.03 −1.77 −0.131
(1s2s2p)10(3s)2(3p)6(3d)7 27.32 −3.44 −3.61 −0.010
(1s2s2p)10(3s)2(3p)5(3d)6 30.85 −3.44 −3.61 −0.007
(1s2s2p)10(3s)2(3p)5(3d)3 23.78 −3.95 −4.27 −0.036
Tab. 2 – Comparaison entre la pression (Mb) des e´lectrons lie´s, la pression d’e´change-corre´lation
et la correction quantique a` la pression Thomas-Fermi pour le plasma de nickel a` la densite´ de
10g/cm3 et la tempe´rature de 100eV
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Liste de symboles et d’abre´viations
Ξ : supraconfiguration
σ : supracouche
Qσ : nombre d’e´lectrons lie´s d’une supracouche
QΞ : charge d’une supraconfiguration
µ : potentiel chimique
ν : fre´quence
ω : pulsation
κν : opacite´ spectrale
σ(ν) ou σ(ω) : section efficace de photo-absorption spectrale
T (ν) : transmission
Ω : volume
WΞ : probabilite´ d’une supraconfiguration
W˜i : probabilite´ ionique
P : pression
indice xc : e´change-corre´lation
rws : rayon de la sphe`re de Wigner-Seitz
ρi : densite´ ionique en g/cm
3
~ρ : vecteur des densite´s partielles ioniques
ρtot : densite´ de matie`re du plasma en g/cm
3
~Y : vecteur des diffe´rences de pressions ioniques
T : tempe´rature
Γ : parame`tre de couplage
ni : nombre d’ions par unite´ de volume
ne : nombre d’e´lectrons par unite´ de volume
n(~r) : densite´ e´lectronique au point ~r
V (~r) : potentiel
U(~r) : e´nergie potentielle : U(~r) = −eV (~r)
Kˆ : ope´rateur e´nergie cine´tique
Ecin : e´nergie cine´tique
Epot : e´nergie potentielle
Ir : inte´grale de Slater a` un e´lectron
Vrs : inte´grale de Slater a` deux e´lectrons
UΞ : somme statistique (fonction de partition) de la supraconfiguration Ξ
Uσ,Qσ : somme statistique (fonction de partition) de la supracouche σ
Ω : grand-potentiel
F : e´nergie libre
G : enthalpie libre
U : e´nergie interne
~D : moment dipolaire
χ(~r, ~r′, ω) : susceptibilite´
δn(~r, ω) : densite´ e´lectronique induite
α(ω) : polarisabilite´ e´lectronique
GR(~r, ~r′, ω) : fonction de Green retarde´e
LDA : Local Density Approximation. Approximation de la densite´ locale
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DTA : Detailed Term Accounting. Traitement de´taille´ des transitions entre micro-e´tats
UTA : Unresolved Transition Array. Faisceau de transitions non re´solu
STA : Super Transition Array. Superfaisceau de transitions
l¯ : libre parcours moyen





1 + exp[x− η]dx
n : nombre quantique principal
l : nombre quantique orbital
m : nombre quantique magne´tique
j : nombre quantique, norme du vecteur ~j = ~l + ~s
Pnl : population de la sous-couche nl
gnl : de´ge´ne´rescence de la sous-couche nl
MΞ,α→βI : moment de transition d’ordre I a` partir Ξ correspondant a` la transition α→ β
ψnlm(~r) : fonction d’onde monoe´lectronique
ψ0i(~r) : fonction d’onde monoe´lectronique dans le cas statique
ψ1i(~r, ω) : fonction d’onde monoe´lectronique en pre´sence de φext(~r, ω)
φext(~r, ω) : potentiel exte´rieur de´pendant de la fre´quence
Rnl(r) : partie radiale de la fonction d’onde








ynl(r) : partie radiale de la fonction d’onde multiplie´e par r
Ylm(θ, φ) : harmonique sphe´rique
ǫF : e´nergie de Fermi
λF : longueur de Fermi
λTF : longueur de Thomas-Fermi
OCP : One Component Plasma








: symboles 6j de Wigner
Re´sume´
L’objectif de ce travail de the`se est d’ame´liorer la caracte´risation des diffe´rentes espe`ces
ioniques pre´sentes dans les plasmas. La mode´lisation de la thermodynamique de ces plasmas est
importante, notamment pour de´crire leur capacite´ a` absorber le rayonnement e´lectromagne´tique.
L’e´crantage des ions par les e´lectrons libres joue un roˆle capital dans cette thermodynamique. Le
nombre de configurations e´lectroniques du plasma est conside´rable, ce qui rend leur traitement
de´taille´ prohibitif. Une approche re´cente fonde´e sur l’approximation des ”supraconfigurations”
permet de regrouper les configurations e´lectroniques des ions en quelques centaines ou milliers
de supraconfigurations pertinentes. Chaque supraconfiguration est caracte´rise´e par un potentiel
ainsi qu’une base d’e´tats quantiques a` un e´lectron qui sont calcule´s de manie`re auto-cohe´rente.
Ce travail de the`se constitue une ame´lioration de la me´thode des supraconfigurations, prenant en
compte l’e´crantage des ions par les e´lectrons de´localise´s et assurant simultane´ment que chaque
espe`ce ionique a le meˆme environnement plasma. Ainsi, l’approche propose´e assure non seulement
la neutralite´ e´lectrique du plasma, mais aussi, en faisant varier les volumes des sphe`res ioniques,
l’e´galite´ de la pression e´lectronique du plasma autour de chaque ion. Cette e´galite´ est obtenue par
un calcul ite´ratif fonde´ sur la me´thode de Newton multi-dimensionnelle. Ce calcul est complexe
mais la me´thode converge et permet, dans le cas de plasmas de fortes densite´s (de l’ordre de la
densite´ du solide), de mieux tenir compte de phe´nome`nes d’ionisation par pression. L’impact de
cette nouvelle approche thermodynamique sur le calcul de spectres de photo-absorption a e´te´
e´tudie´. Des comparaisons avec des spectres expe´rimentaux obtenus au laboratoire LULI ont e´te´
effectue´es. Une nouvelle re`gle de somme concernant la densite´ dipolaire induite a e´te´ obtenue
dans le cadre d’une e´tude de la re´ponse line´aire prenant en compte l’e´crantage dynamique dans
les plasmas.
Abstract
This work is an improvement of the characterisation of ionic species in plasmas. It is im-
portant to model the thermodynamics of these plasmas, especially in order to describe their
ability to absorb radiations. The screening of ions by free electrons plays a crucial role in these
thermodynamics. The number of electronic configurations in the plasma is huge, which makes
their individual treatment prohibitive. A recently developed approach based on the ” supercon-
figuration ” approximation enables to group electronic configurations into several hundreds or
thousands of relevant superconfigurations. Each superconfiguration is characterised by a poten-
tial and a one-electron-quantum-state basis calculated in a self-consistent way. The present work
consists in an improvement of the superconfiguration method, in which the screening of ions by
free electrons is taken into account and each ionic specie has the same plasma environment. The-
refore, the proposed approach not only assures that the plasma is electrically neutral, by also
gives, varying the volume of each ion sphere, the equality of the electronic pressure around each
ion. This equality is obtained by a multi-dimensional Newton method. The latter calculation
is complex but the method is definitely convergent and allows, in case of high-density plasmas
(about density of solids) to take pressure ionisation phenomena into account. The influence
of the new thermodynamics on photo-absorption spectra has been studied. Comparisons with
experimental spectra obtained in LULI laboratory have been investigated. In the framework
of dynamic linear response theory, a new sum rule for the induced dipolar density has been
developed.
